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En 1981, Richard Feynman [1] propose d’utiliser les proprie´te´s quantiques de la matie`re pour la
re´alisation de calculateurs dit quantiques, posse´dant des puissances de calcul bien plus grandes que
les ordinateurs classiques que nous utilisons de nos jours. Son ide´e repose sur le fait de remplacer les
bits classiques par des superpositions cohe´rentes d’e´tats propres d’un syste`me a` deux niveaux, appele´
qubit ou bit quantique. Ainsi, il est devenu particulie`rement inte´ressant d’e´tudier des syste`mes
quantiques pour lesquels il est possible d’isoler et de manipuler deux niveaux d’e´nergie discrets. C’est
par exemple le cas des atomes [2, 3], des ions pie´ge´s [4, 5, 6, 7], des jonctions Josephson [8, 9, 10], de
deux polarisations orthogonales de photons [11, 12], des centres NV du diamant [13] ou des boˆıtes
quantiques (BQ) semiconductrices [14, 15]. En s’appuyant sur l’ide´e de Feynman, Peter Shor [16]
propose en 1995 le premier algorithme de calcul quantique, permettant la factorisation de grands
nombres, taˆche particulie`rement difficile a` re´aliser pour un ordinateur classique. L’imple´mentation
de cet algorithme a e´te´ re´alise´e en 2001 [17], en utilisant un calculateur de sept qubits, permettant
la factorisation du nombre 15, la difficulte´ d’une telle re´alisation venant de la ne´cessite´ d’intriquer
entre eux les qubits [18].
A` ce jour, l’augmentation constante du nombre de qubits intrique´s en utilisant des syste`me tels
que les ions [19] ou les qubits supraconducteurs [20], en fait les syste`mes les plus aptes a` eˆtre utilise´s
pour des applications en informatique quantique. Cependant, les photons apparaissent comme le
moyen le plus naturel de connecter ces diffe´rents qubits entre eux. En effet, la transmission rapide
de l’information et la faible interaction des photons avec leur environnement en font des syste`mes
particulie`rement inte´ressants. Ne´anmoins, pour de telles applications, ces photons doivent eˆtre pro-
duits un par un et de manie`re de´terministe. De plus, afin de permettre leur intrication ne´cessaire a`
certains protocoles, ces photons doivent eˆtre indiscernables c’est-a`-dire avoir le meˆme profil spec-
tral, la meˆme polarisation, le meˆme profil temporel et eˆtre dans le meˆme mode spatial.
Dans ce manuscrit nous nous inte´ressons aux BQ auto-organise´es InAs/GaAs, re´alise´es part
e´pitaxie par jets mole´culaires [21] au Centre de Nanosciences et de Nanotechnologies (C2N). Dans
de telles structures, le confinement des porteurs sur des dimensions nanome´triques et dans les trois
directions de l’espace, entraˆıne la quantification des niveaux e´lectroniques et conduit a` la discre´-
tisation du spectre d’e´mission a` basse tempe´rature, de manie`re similaire aux atomes [22, 23]. La
premie`re observation de ce phe´nome`ne a e´te´ re´alise´ dans les anne´es 1990 par microphotolumines-
cence sur boˆıte unique [24], et il a fallu attendre les anne´es 2000 pour qu’il soit mis en e´vidence que
les BQ sont des sources de photons uniques [25, 26, 27] et indiscernables [28]. Contrairement aux
atomes ou aux ions qui peuvent posse´der les meˆmes proprie´te´s d’e´mission [2, 29, 30, 31], les BQ
ont l’avantage de pouvoir eˆtre inte´gre´es dans des composants e´lectroniques ou photoniques [32, 33],
et peuvent ainsi constituer des blocs e´le´mentaires pour des applications en informatique quan-
tique. Cependant, les BQ constituent par nature un syste`me ouvert qui interagit fortement avec
son environnement : la matrice solide environnante. Ces interactions de´truisent les proprie´te´s de
cohe´rence des photons e´mis. C’est la raison pour laquelle l’excitation re´sonante [34], ou` l’excitation
optique a exactement la meˆme e´nergie que la transition e´tudie´e, a rapidement constitue´ une condi-
tion indispensable pour la pre´servation des proprie´te´s de cohe´rence des photons e´mis. Malgre´ cette
ame´lioration, les processus de de´cohe´rence dus a` l’interaction avec l’environnement constituent la
principale limitation a` l’heure actuelle pour l’utilisation des BQ dans la re´alisation de dispositifs
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en information quantique. En revanche, ils permettent l’e´tude de l’interaction entre un syste`me
mode`le (une BQ conside´re´e comme un syste`me a` deux niveaux) et son environnement : les vibra-
tions du re´seau cristallin [35, 36], l’environnement e´lectrostatique fluctuant [37, 38, 39] ou les spins
nucle´aires [40, 41].
L’e´quipe dans laquelle j’ai effectue´ ma the`se a e´te´ l’une des premie`re a` re´aliser en 2008 l’ex-
citation re´sonante de BQ uniques [42] en re´gime pulse´. Pour ce faire, les BQ sont inse´re´es dans
des guides d’onde unidimensionnels permettant de de´coupler spatialement l’excitation laser et la
luminescence re´sonante des boˆıtes. Cela a permis de de´montrer qu’il e´tait possible de cre´er et ma-
nipuler optiquement a` l’aide d’impulsions picosecondes un qubit dans une BQ unique [43]. Les
oscillations de Rabi et les expe´riences de controˆle cohe´rent ont e´galement mis en e´vidence que l’in-
teraction avec les phonons est responsable d’une perte de cohe´rence sur des temps de l’ordre de
quelques centaines de picosecondes [44]. Plus re´cemment, Monniello et al [45] ont montre´ que les
BQ constituent une bonne source de photons uniques et indiscernables en utilisant un montage de
type Hong-Ou-Mandel (HOM) ou` deux photons e´mis successivement par une BQ interfe`rent sur
une lame semi-re´fle´chissante.
A` la suite de ces travaux, nous nous sommes inte´resse´s aux diffe´rents processus de de´phasage
responsables de la perte de cohe´rence des photons e´mis par une BQ sous excitation re´sonante.
Nous avons montre´ que des expe´riences a` deux photons dans un montage de type HOM ne sondent
que les processus d’interaction entre la BQ et les phonons acoustiques, et mis en e´vidence que
ces processus sont dus a` des transitions re´elles et virtuelles assiste´es par phonons. Afin d’eˆtre en
mesure de re´aliser ces expe´riences, le choix a e´te´ fait de changer de cryostat afin de permettre une
plus grande stabilite´ du syste`me expe´rimental. J’ai donc reconstruit l’expe´rience en montant les
objectifs d’excitation et de de´tection de la luminescence dans un nouveau cryostat a` circuit ferme´,
permettant la re´alisation d’expe´riences longues avec une grande stabilite´. Durant la dernie`re anne´e,
j’ai e´tudie´ des e´chantillons contacte´s e´lectriquement permettant d’appliquer un champ e´lectrique
dans la direction de croissance des BQ. Nous avons montre´ qu’il est alors possible de controˆler de
manie`re de´terministe l’e´tat de charge d’une boˆıte et ainsi observer de manie`re syste´matique et tre`s
efficace la luminescence sous excitation re´sonante, contrairement a` la premie`re ge´ne´ration d’e´chan-
tillons ou` la luminescence re´sonante n’e´tait observe´e que sur environ 10% des BQ.
Ce manuscrit se divise en 4 chapitres. Dans le premier d’entre eux nous nous inte´ressons a` la
structure e´lectronique des BQ, en montrant que le confinement des porteurs dans les trois directions
de l’espace a pour conse´quence la quantification des niveaux d’e´nergie, entraˆınant une discre´tisation
du spectre d’e´mission a` basse tempe´rature. Dans un deuxie`me temps, nous e´tudions l’interaction
entre une BQ mode´lise´e par un syste`me a` deux niveaux et une excitation laser monomode de´crite
classiquement, qui conduit aux ce´le`bres oscillations de Rabi, permettant en re´gime pulse´ un controˆle
de´terministe de l’e´tat de la boˆıte. Enfin, nous finissons ce chapitre en conside´rant un syste`me a` deux
niveaux initialement dans son e´tat excite´ couple´ a` l’ensemble des modes du champ e´lectromagne´-
tique. Nous montrons que cette interaction est responsable de l’existence d’un temps de vie fini de
l’e´tat excite´ ainsi que de la forme lorentzienne de la raie de luminescence.
Le deuxie`me chapitre commence par pre´senter les inte´reˆts de l’excitation re´sonante ainsi que les
difficulte´s lie´es a` sa re´alisation expe´rimentale. Nous de´crivons ensuite les e´chantillons e´tudie´s et le
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montage optique utilise´ pendant cette the`se. Pour finir, nous pre´sentons les diffe´rentes techniques
expe´rimentales nous permettant de caracte´riser la luminescence e´mise par une BQ : e´tude de la
polarisation, mesure de la statistique d’e´mission, mesure du temps de vie et du temps de cohe´rence
et enfin caracte´risation de l’indiscernabilite´ des photons e´mis.
Le troisie`me chapitre constitue le cœur du travail pre´sente´ dans ce manuscrit. Nous mettons en
e´vidence que les expe´riences d’interfe´rences a` deux photons ne sont sensibles qu’a` l’interaction de
la BQ e´tudie´e avec les vibrations du re´seau cristallin, lorsque les photons sont e´mis avec un de´lai
de l’ordre de la nanoseconde. Afin de sonder cette interaction avec les phonons, nous pre´sentons
les re´sultats des mesures d’indiscernabilite´ lorsque la tempe´rature de l’e´chantillon varie. Dans une
deuxie`me partie, nous de´taillons le mode`le microscopique de´veloppe´ nous permettant d’obtenir
une expression analytique de l’indiscernabilite´ des photons e´mis en fonction de la tempe´rature.
Nous identifions deux me´canismes distincts responsables de la perte de la visibilite´. Des transitions
re´elles assiste´es par phonons, a` l’origine d’une luminescence tre`s large spectralement, commune´ment
appele´e ”ailes phonons”et note´ dans la suite PSB (pour phonon side band en anglais). Des transitions
virtuelles assiste´es par phonons, dues a` la pre´sence d’e´tats excite´s de plus haute e´nergie dans la
boˆıte et a` l’origine d’un e´largissement de la raie ze´ro phonon note´e ZPL (pour zero phonon line en
anglais).
Pour finir, le quatrie`me chapitre est consacre´ a` l’e´tude d’un e´chantillon contacte´ e´lectriquement
nous permettant d’appliquer un champ e´lectrique dans la direction de croissance des BQ. Nous
montrons que la structure originale de cet e´chantillon permet l’observation syste´matique et efficace
de la luminescence re´sonante pour la transition correspondant a` la recombinaison radiative de
la paire e´lectron-trou charge´e ne´gativement. Nous interpre´tons cet effet comme duˆ a` la pre´sence
d’une mer de Fermi a` proximite´ du plan de BQ, permettant graˆce au passage par effet tunnel des
e´lectrons, le controˆle de´terministe de l’e´tat de charge des BQ. De plus, nous pre´sentons des mesures
de l’intensite´ e´mise en fonction de la tension et de la tempe´rature ainsi que des mesures du temps
de cohe´rence par spectroscopie par transforme´e de Fourier (STF). Nous discutons qualitativement
ces re´sultats a` la lumie`re de ceux pre´sente´s en de´but de chapitre en conside´rant l’interaction avec
la mer de Fermi. Nous proposons enfin une piste pour une interpre´tation quantitative en utilisant
le mode`le d’Anderson qui prend en compte l’e´change de porteurs par effet tunnel entre un petit
syste`me (ici une BQ) et un re´servoir (la mer de Fermi).
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Boˆıte quantique semiconductrice en
interaction avec la lumie`re
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1.1 Introduction
Dans ce chapitre introductif, nous donnons les bases the´oriques a` l’interpre´tation des expe´riences
pre´sente´es dans la suite de ce manuscrit. La premie`re partie pre´sente la structure e´lectronique
de diffe´rentes nano-structures semiconductrices, du semiconducteur massif aux boˆıtes quantiques
(BQ). Nous mettrons en e´vidence l’inte´reˆt de confiner les porteurs dans les trois directions de
l’espace et nous introduirons la notion de paire e´lectron-trou dans une BQ. Par la suite, nous
nous inte´resserons au couplage entre une BQ et la lumie`re dans le cas d’une excitation optique
re´sonante. Une BQ sera mode´lise´e par un syste`me a` deux niveaux dont nous montrerons dans un
premier temps que son interaction avec un champ laser monomode (traite´ classiquement) en re´gime
impulsionnel, permet de controˆler de manie`re de´terministe l’e´tat du syste`me. Dans un deuxie`me
temps, nous conside´rerons l’interaction entre un syste`me a` deux niveaux initialement dans son e´tat
excite´ et l’ensemble des modes du champ e´lectromagne´tique. Nous montrerons que ce couplage
est responsable de l’existence d’un temps de vie fini de l’e´tat excite´. Pour finir, nous verrons que
ce couplage est aussi responsable de la forme lorentzienne des raies de luminescence ainsi que de
l’existence d’un temps de cohe´rence pour les photons e´mis.
Dans la dernie`re partie de ce chapitre, nous prendrons le temps de de´tailler le cadre the´orique
utilise´, puisque le formalisme de´veloppe´ ici sera utilise´ de manie`re similaire dans le chapitre 3, lors
l’interpre´tation des mesures d’indiscernabilite´ des photons e´mis par une BQ.
1.2 Structure e´lectronique des boˆıtes quantiques
Dans cette partie nous nous proposons de discuter la structure e´lectronique des BQ qui seront
e´tudie´es dans la suite de ce manuscrit. Avant de conside´rer les cas ou` les e´lectrons sont confine´s
dans les trois directions de l’espace, nous commenc¸ons par nous inte´resser a` la structure de bande
d’un semiconducteur massif (ou bulk en anglais), c’est-a`-dire lorsque les e´lectrons sont libres de leur
mouvement dans les trois directions de l’espace. Enfin, nous e´tudierons les e´tats excite´s d’une BQ
en introduisant la notion de trou, puis de paire e´lectron-trou.
1.2.1 Structure de bande d’un semiconducteur massif
1.2.1.1 Existence de bandes d’e´nergie interdites
Nous allons mettre en e´vidence dans cette partie l’existence de bandes d’e´nergies interdites
pour des e´lectrons (sans interaction) pre´sents dans un re´seau cristallin. Conside´rons un cristal a`
trois dimensions de volume L3 et inte´ressons nous a` la relation de dispersion pour N e´lectrons
inde´pendants pre´sents dans le cristal. Ces e´lectrons sont soumis a` un potentiel pe´riodique U tel que
U(r) = U(r + R) ou` r est un vecteur quelconque de l’espace direct et R un vecteur du re´seau de
Bravais du cristal. Le hamiltonien de N e´lectrons s’e´crit en premie`re quantification
Hˆtot =
N∑
n=1
(
pˆ2n
2m0
+ U(rˆn)
)
, (1.2.1)
ou` m0 est la masse d’un e´lectron libre. Comme ces e´lectrons sont suppose´s sans interaction, nous
pouvons re´soudre simplement le proble`me a` un corps avec Hˆ = pˆ
2
2m0
+U(rˆ). La forme des fonctions
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propres de H est donne´ par le the´ore`me de Bloch,
Ψk(r) =
eik.r
L3/2
uk(r), (1.2.2)
ou` k est un vecteur de Bloch dans l’espace re´ciproque quantifie´ en 2pi/L et uk est une fonction qui
a la pe´riodicite´ du cristal uk(r + R) = uk(r) pour tout vecteur R du re´seau de Bravais. L’e´quation
aux valeurs propres HˆΨk = EkΨk devient alors
hˆkuk(r) = Ekuk(r), (1.2.3)
ou`
hˆk =
~2
2m0
(
k− i∇ˆ
)2
+ U(rˆ). (1.2.4)
Comme uk est une fonction pe´riodique, sa connaissance sur une pe´riode, c’est-a`-dire sur une maille
e´le´mentaire du cristal, la de´termine comple`tement. De plus, les conditions aux limites pe´riodiques de
Born-Van Karman imposent des conditions aux limites bien pre´cises pour la re´solution de l’e´quation
aux valeurs propres (1.2.3) sur une maille e´le´mentaire. Donc pour k fixe´, la situation est similaire a`
celle du puits (fini ou infini) entraˆınant un spectre de valeurs propres discret. Les e´nergies propres
sont donc de la forme En,k avec n ∈ N et l’e´quation aux valeurs propres (1.2.3) devient :
hˆkun,k(r) = En,kun,k(r). (1.2.5)
Lorsque k varie, la relation de dispersion En,k fait apparaˆıtre des bandes d’e´nergie interdites pour
les e´lectrons du cristal.
1.2.1.2 Bandes de valence et de conduction
Nous venons de voir que la pe´riodicite´ du re´seau cristallin entraˆıne l’apparition de bandes d’e´ner-
gie interdites pour les e´lectrons. Dans un semiconducteur ou un isolant, la dernie`re bande occupe´e
de´nomme´e bande de valence est pleine, alors que la bande suivante, appele´e bande de conduction,
est vide. Ces deux bandes sont se´pare´es par un e´cart en e´nergie (gap en anglais) qui de´pend des
atomes composant le re´seau cristallin et qui peut eˆtre ”direct” ou ”indirect”1. Nous nous inte´resse-
rons dans la suite de ce manuscrit a` des e´chantillons a` base d’arse´niure de gallium (GaAs, structure
blende de zinc) et d’arse´niure d’indium (InAs, structure blende de zinc) dont nous donnons dans
la Table 1.1 les e´nergies des gaps a` tempe´rature ambiante et a` tempe´rature nulle. Le passage d’un
e´lectron de la bande de valence a` la bande de conduction correspond aux excitations inter-bande de
plus basse e´nergie et les valeurs de la Table 1.1 montrent qu’elles correspondent a` des excitations
optiques dans le visible et le proche infra-rouge. Dans la suite, nous ne nous inte´resserons qu’a` des
transitions entre bande de valence et bande de conduction, les structures e´lectroniques de ces deux
bandes e´tant pre´sente´es dans la suite.
Les structures semiconductrices que nous conside´rerons ici, ont une bande de valence dont la
partie orbitale posse`de une syme´trie L = 1 (e´tat p) et une bande de conduction une syme´trie L = 0
1. Nous parlons de semiconducteur a` gap direct lorsque le vecteur d’onde correspondant au maximum de la bande
de valence co¨ıncide avec celui correspondant au minimum de la bande de conduction.
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T = 300 K T = 0 K
EGaAsgap (eV) 1.43 1.52
EInAsgap (eV) 0.36 0.43
Table 1.1 – Valeurs des gaps pour les semiconducteurs GaAs et InAs a` tempe´rature ambiante
et nulle [46].
(e´tat s) [47, 48]. Ces syme´tries nous renseignent sur le degre´ de de´ge´ne´rescence orbitale ainsi que sur
les e´tats quantiques des e´lectrons issus de ces bandes. Une manie`re de comprendre ce re´sultat est de
noter que les fonctions d’onde du re´seau cristallin sont issues du recouvrement des fonctions d’onde
des atomes individuels qui le constituent. Cette me´thode, dite LCAO pour Linear Combination of
Atomic Orbitals, consiste a` chercher la fonction d’onde mole´culaire comme combinaison line´aire
des fonctions d’onde atomiques. Comme pour les trois atomes Ga, As et In, le dernier niveau
e´lectronique plein est de syme´trie p et le premier vide de syme´trie s (la configuration du Gallium
par exemple e´tant [Ar]4s23d104p1), nous retrouvons ces syme´tries dans les orbitales mole´culaires
cre´e´es a` partir de ces atomes. Nous en concluons que la bande de valence est de´ge´ne´re´e trois fois
et que la bande de conduction ne l’est pas, si nous ne conside´rons pas le spin des e´lectrons. En
prenant en compte leur spin S = 1/2, les e´lectrons de la bande de conduction, de moment cine´tique
orbital L = 0, posse`dent un moment cine´tique total J = L + S = 1/2 avec les deux projections
possibles selon un axe de quantification arbitraire, mj = ±1/2. Ceux de la bande de valence, de
moment cine´tique orbital L = 1, posse`dent un moment cine´tique total J = 3/2 pour les deux
bandes de´nomme´es Γ8 (voir Figure 1.1) avec les quatre projections possibles mj = ±3/2;±1/2,
ou un moment cine´tique total J = 1/2 pour la bande de´nomme´e Γ7 avec les deux projections
possibles mj = ±1/2. Pour la bande de valence, l’axe de quantification est donne´ par la direction
de croissance des BQ (voir partie 1.2.2.4) puisque c’est la direction dans laquelle les porteurs sont
le plus confine´s.
La prise en compte du couplage spin-orbite a pour effet le rejet de la bande Γ7 correspondant au
moment cine´tique total J = 1/2 [47, 48]. Cette bande, a` laquelle nous ferons maintenant re´fe´rence
sous le nom de bande de split-off, se retrouve alors a` plus basse e´nergie que les bandes Γ8 de
0.34 eV pour GaAs et de 0.38 eV pour InAs. Il est alors possible de se´lectionner expe´rimentalement
les transitions optiques de plus basses e´nergies, et nous ne tiendrons plus compte de la pre´sence de
la bande de split-off dans la suite.
1.2.1.3 Me´thode k.p
Pour de´terminer de manie`re quantitative la structure de bandes d’un semiconducteur, nous
devons re´soudre l’e´quation aux valeurs propres (1.2.5) afin d’obtenir les expressions des e´nergies
En,k. La re´solution de cette e´quation est en ge´ne´ral complique´e et nous ne nous y inte´resserons
pas, meˆme si des me´thodes telles que celle du pseudo-potentiel ont permis dans les anne´es 1960
de calculer les structures de bande de GaAs et de InAs [49] (voir Figure 1.1 (a)). Dans le travail
pre´sente´ dans ce manuscrit, nous e´tudions les transitions e´lectroniques lie´es a` l’absorption ou a`
l’e´mission d’un photon visible ou dans le proche infra-rouge. La conservation de l’e´nergie impose
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Figure 1.1 – (a) Structure de bandes de GaAs calcule´e par la me´thode du pseudo-potentiel [50].
(b) Structure de bandes d’un semiconducteur massif a` gap direct (type GaAs ou InAs) autour
de k = 0. Γ6, Γ7 et Γ8 sont les repre´sentations irre´ductibles des groupes de syme´tries en the´orie
des groupes. Un trou correspond a` l’absence d’un e´lectron de valence et ce concept sera introduit
plus pre´cise´ment dans la partie suivante.
alors que le vecteur d’onde de l’e´lectron auquel nous nous inte´ressons reste petit devant la taille de
la premie`re zone de Brillouin. L’ide´e de la me´thode k.p consiste alors a` se´parer le Hamiltonien hk
de´fini Eq. (1.2.4) en deux termes, un en k = 0 et un en k 6= 0, puis a` traiter ce deuxie`me terme en
perturbation.
En utilisant l’expression de l’ope´rateur impulsion p = −i~∇ˆ, nous pouvons re´e´crire hˆk donne´
par l’Eq. (1.2.4) sous la forme hˆk = hˆ(k = 0) + Wˆ (k) ou`
hˆ(k = 0) =
pˆ2
2m0
+ U(rˆ), (1.2.6)
Wˆ (k) =
~
m0
k.pˆ +
~2k2
2m0
. (1.2.7)
Pour une bande d’indice n non de´ge´ne´re´e en k = 0, la the´orie des perturbations non-de´ge´ne´re´es
donne
En,k = En,0 + 〈un,0|Wˆ (k)|un,0〉+
∑
l 6=n
∣∣〈un,0|Wˆ (k)|ul,0〉∣∣2
En,0 − El,0
= En,0 +
~2k2
2m0
+
~2
m20
∑
l 6=n
∣∣〈un,0|k.pˆ|ul,0〉∣∣2
En,0 − El,0 , (1.2.8)
ou` En,0 est l’e´nergie propre de hˆ(k = 0) pour le vecteur propre |un,0〉 et ou` nous avons utilise´ le fait
que 〈un,0|k.pˆ|un,0〉 = 0 puisque l’ope´rateur pˆ = −i~∇ˆ change la parite´ de la fonction d’onde (qui
est de parite´ donne´e) sur laquelle nous l’appliquons. Nous pouvons alors de´finir la masse effective
m∗n d’une bande n non de´ge´ne´re´e en k = 0 comme
1
m∗n
=
1
m0
+
2
m0 k
2
∑
l 6=n
∣∣〈un,0|k.pˆ|ul,0〉∣∣2
En,0 − El,0 . (1.2.9)
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Les e´nergies propres autour de k = 0 ont donc une relation de dispersion parabolique donne´e par
En,k = En,0 +
~2k2
2m∗n
, (1.2.10)
qui met en e´vidence le fait que l’interaction de la bande conside´re´e avec les autres bandes a pour
effet de modifier sa courbure.
Si nous nous plac¸ons maintenant dans le cas de bandes de´ge´ne´re´es en k = 0, ce qui est le
cas des bandes Γ8, la me´thode de´crite pre´ce´demment ne peut pas eˆtre applique´e puisque l’un des
termes de la somme sur l dans l’e´quation 1.2.9 diverge. Il est alors ne´cessaire d’utiliser la the´orie des
perturbation de´ge´ne´re´es qui consiste a` traiter de fac¸on exacte les interactions entre les e´tats propres
de´ge´ne´re´s (ceux dont on veut connaˆıtre les nouvelles e´nergies propres) et a` traiter perturbativement
leurs interactions avec les autres e´tats propres. Ce calcul peut eˆtre trouve´ dans les re´fe´rences [47, 48],
le re´sultat e´tant qu’ici aussi nous obtenons autour de k = 0 une forme parabolique de l’e´nergie.
La Table 1.2 donne les valeurs des masses effectives pour des e´lectrons de la bande de conduction
et pour ceux des bandes de valence Γ8 de GaAs. Nous de´finirons dans la partie suivante, la notion
de trou dans la bande de valence qui correspond a` l’absence d’un e´lectron et qui correspond a` une
particule de masse et de charge positive.
Particule masse effective
bande de conduction 0.067 m0
bande de valence mj = ±3/2 -0.38 m0
bande de valence mj = ±1/2 -0.086 m0
Table 1.2 – Masses effectives des porteurs dans GaAs, m0 = 9.11 × 10−31 kg e´tant la masse
de l’e´lectron libre.
Nous venons de voir le re´sultat suivant : des e´lectrons sans interaction dans le potentiel pe´rio-
dique des ions du re´seau cristallin peuvent eˆtre de´crits comme des e´lectrons libres au prix d’une
renormalisation de leur masse. Nous verrons dans la suite que ce re´sultat fondamental nous per-
met de de´crire simplement les structures e´lectroniques de syste`mes confine´s tels que les BQ. La
Figure 1.1 (b) montre la structure de bande d’un semiconducteur massif a` gap direct (type GaAs
ou InAs) au voisinage de k = 0.
1.2.1.4 Concept de trou
Un semiconducteur dans son e´tat fondamental a` tempe´rature nulle posse`de N e´lectrons dans la
bande de valence et une bande de conduction totalement vide, comme repre´sente´ Figure 1.2 (a).
Exciter ce semiconducteur correspond au passage d’un e´lectron de la bande de valence a` la bande
de conduction et il est alors ne´cessaire de traiter un proble`me a` N corps : 1 e´lectron dans la bande
de conduction en interaction avec N − 1 e´lectrons de la bande de valence. Ce proble`me e´tant parti-
culie`rement complique´, il est utile d’introduire le concept de trou qui consiste a` remplacer l’absence
d’un e´lectron de valence par la pre´sence d’un trou dans la bande de valence. Nous conside´rons alors
l’interaction d’un e´lectron dans la bande de conduction avec un trou dans la bande de valence et il
est possible ”d’oublier” les autres e´lectrons de la bande de valence.
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Conside´rons la bande de valence a` laquelle nous avons retire´ un e´lectron de charge −|q|, de
vecteur d’onde k, d’e´nergie Ev,k = Ev,0 + ~2k2/2m?v et de moment cine´tique mj comme repre´-
sente´ Figure 1.2 (b). Les caracte´ristiques de la bande de valence sont alors celles de la bande de
valence pleine moins (−|q|,k, Ev,k,mj) et si nous voulons ne pas tenir compte des autres e´lec-
trons, il faut remplacer la bande de valence avec une place vide par une particule caracte´rise´e
par (|q|,−k,−Ev,k = −Ev,0 + ~2k2/2(−m?v),−mj). Cette nouvelle particule, appele´ trou, a donc
une charge positive +|q|, un vecteur d’onde −k, un moment cine´tique −mj et une masse positive
m∗h = −m∗v puisque m∗v < 0. L’e´nergie et le vecteur d’onde du trou e´tant oppose´s a` ceux de l’e´lec-
tron, nous devons inverser les directions des axes dans le diagramme de bande de la Figure 1.2 (c)
lorsque nous parlons de trou dans la bande de valence. Ainsi, un trou minimise son e´nergie en se
plac¸ant le plus ”haut” possible dans la bande valence.
Figure 1.2 – E´quivalence entre l’absence d’un e´lectron dans la bande de valence et la pre´sence
d’un trou de valence. (a) Semiconducteur dans son e´tat fondamental, les N e´lectrons sont dans
la bande de valence. (b) Semiconducteur excite´ : un e´lectron passe dans la bande de conduction
en laissant N − 1 e´lectrons dans la bande de valence. (c) Introduction du concept de trou qui
permet ”d’oublier” la bande de valence.
1.2.2 Confinement des porteurs : du massif aux boˆıtes quantiques
1.2.2.1 Ide´e ge´ne´rale
Nous avons vu dans la partie pre´ce´dente comment de´crire des e´lectrons sans interaction dans un
potentiel pe´riodique. Nous nous inte´ressons ici aux syste`mes confine´s, c’est-a`-dire a` des syste`mes
ou` les dimensions ont e´te´ re´duites dans une, deux ou trois directions de l’espace. Nous verrons
dans la partie 1.2.2.4 qu’en pratique, le confinement des porteurs se fait graˆce a` la re´alisation
d’he´te´ro-structures qui consistent en une succession de mate´riaux semiconducteurs de gap diffe´rents
comme sche´matise´ Figure 1.3. Nous rappellons que nous nous plac¸ons autour de k = 0 et nous ne
conside`rons dans la suite que le minimum de la bande de conduction et le maximum de la bande
de valence, ce qui justifie l’allure du diagramme de bande de la Figure 1.3.
Nous avons vu dans la partie 1.2.1.1 que dans un semiconducteur massif de volume L3, les
fonctions propres sont les fonctions de Bloch et s’e´crivent Ψn,k(r) = e
ik.run,k(r)/L
3/2. Leur e´nergie
autour de k = 0, donne´e par la me´thode k.p (voir partie 1.2.1.3), est de la forme En,k = En,0 +
~2k2/2m∗. En rede´finissant les e´nergies par rapport a` En,0, ce qui revient a` poser En,k−En,0 = εk,
nous pouvons e´crire Ψn,k(r) = φk(r)un,k(r) ou` la ”fonction enveloppe” φk(r) [51] est fonction
propre du Hamiltonien effectif Hˆeff = pˆ
2/2m∗ pour l’e´nergie propre εk = ~2k2/2m∗. Dans le cas
d’un semiconducteur massif, φk(r) = e
ik.r/L3/2 est une onde plane. Si nous conside´rons maintenant
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Figure 1.3 – Re´alisation d’une he´te´ro-structure planaire pour le confinement des porteurs dans
une seule direction : puits quantique de InAs avec des barrie`res de GaAs.
une he´te´ro-structure semiconductrice comme celle sche´matise´e Figure 1.3 et que nous supposons que
les fonctions un,k sont les meˆmes dans les deux semiconducteurs
1, φk(r) est alors fonction propre
du Hamiltonien effectif Hˆeff = pˆ
2/2m∗ + Vconf(rˆ) qui prend en compte l’alternance des mate´riaux
semiconducteurs et donc le confinement des porteurs.
Dans la suite, nous allons dans un premier temps chercher les e´tats propres de ce Hamiltonien
effectif dans le cas d’un puits quantique ou` les porteurs sont confine´s dans une seule direction de
l’espace, puis nous nous inte´resserons au cas des BQ ou` les e´lectrons sont confine´s dans les trois
directions de l’espace.
1.2.2.2 Puits quantique
Conside´rons le cas d’un puits quantique de hauteur de barrie`re fini ou` les e´lectrons sont confine´s
selon l’axe z (voir Figure 1.3). Nous cherchons les e´tats propres du Hamiltonien effectif Hˆeff =
pˆ2/2m∗ + Vconf(rˆ) ou` Vconf(rˆ) = V (z)1ˆ. Nous allons commencer par nous inte´resser aux e´tats
propres de la bande de conduction. Nous conside´rons un puits de potentiel tel que V (z) = −V0
pour −d/2 < z < d/2 et V (z) = 0 partout ailleurs comme sche´matise´ Figure 1.4 (a). Dans ce cas,
m∗ = m∗e = 0.067m0 est la masse effective d’un e´lectron dans la bande de conduction.
L’e´quation aux valeurs propres Hˆeff φk = εkφk que nous cherchons a` re´soudre s’e´crit[
Hˆ‖(x, y) + Hˆ⊥(z)
]
φk(x, y, z) = εkφk(x, y, z), (1.2.11)
avec Hˆ‖(x, y) = pˆ2x/2m∗e + pˆ
2
y/2m
∗
e et Hˆ⊥(z) = pˆ
2
z/2m
∗
e +V (z). Les solutions de cette e´quation sont
de la forme
φk(x, y, z) = f‖(x, y)× g⊥(z). (1.2.12)
L’e´quation de Schro¨dinger pour la fonction f‖ correspond a` un mouvement de l’e´lectron libre dans
1. Cette approximation consiste a` conside´rer que le potentiel periodique est le meˆme dans les deux semiconducteurs,
c’est-a`-dire que le parame`tre de maille est le meˆme ainsi que l’intensite´ du potentiel. Elle suppose aussi que les masses
effectives des porteurs et les constantes die´lectriques sont identiques.
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Figure 1.4 – (a) Puits de potentiel fini en dimension 1. (b) Re´solution graphique des e´qua-
tions (1.2.16a) et (1.2.16b) : en noir le terme de gauche et en rouge et pointille´ rouge les
termes de droite. (c) Quantification des niveaux d’e´nergie pour les e´lectrons de la bande de
conduction dans le cas d’un puits quantique d’InAs dans GaAs de 10 nm. (d) Sche´ma du niveau
fondamental pour la bande de conduction (Γ6) et de valence (Γ8). Les fonctions d’onde de l’e´tat
fondamental de la bande de conduction et de celui de la bande de trous lourds sont trace´es en
rouge.
le plan (x y), sa solution est donc une onde plane de la forme
f‖(x, y) =
1√
LxLy
ei(kxx+kyy) =
1√
LxLy
ei(k‖.ρ), (1.2.13)
ou` Lx et Ly sont les dimensions de la structure semiconductrice dans les directions x et y, k‖ est
la composante du vecteur d’onde dans le plan paralle`le au puits quantique et ρ = x~ex + y ~ey, ou` ~ex
et ~ey sont les vecteurs unitaires dans les directions x et y. L’e´nergie propre associe´e s’e´crit, dans
l’approximation de la masse effective,
ε‖(k‖) =
~2k‖
2m∗e
. (1.2.14)
Inte´ressons nous maintenant aux e´tats propres de Hˆ⊥ = pˆ2z/2m∗e + V (z) qui correspond a`
l’hamiltonien d’un puits de potentiel fini a` une dimension. Nous ne chercherons ici que les e´tats lie´s
(ou confine´s) posse´dant une e´nergie ne´gative (plus petite que la barrie`re). En utilisant l’expression
de l’ope´rateur impulsion en une dimension, l’e´quation aux valeurs propres s’e´crit
d2g⊥
dz2
+
2m∗eε⊥
~2
g⊥ = 0, (1.2.15)
ou` ε⊥ est l’e´nergie propre associe´e a` la partie g⊥ de la fonction d’onde. La re´solution de cette
e´quation dans les parties I, II et III de l’espace (voir Figure 1.4 (a)) et l’utilisation des conditions
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aux limites g⊥(x → ±∞) = 0 permettent de montrer que g⊥ est une onde e´vanescente dans les
re´gions I et III mais oscille dans la re´gion II. Les relations de continuite´ de la fonction d’onde et de
sa de´rive´e aux interfaces en z = −d/2 et z = d/2 imposent les relations suivantes, entre le vecteur
d’onde k⊥ dans la partie II de l’espace et les diffe´rents parame`tres du proble`me en fonction de la
parite´ de g⊥ dans la partie II :
tan
(
k⊥ d
2
)
=
√
2m∗eV0
~2k2⊥
− 1 si gII⊥ paire, (1.2.16a)
tan
(
k⊥ d
2
)
=
−1√
2m∗eV0
~2k2⊥
− 1
si gII⊥ impaire. (1.2.16b)
La Figure 1.4 (b) repre´sente, en fonction de k⊥, la fonction tan(k⊥ d/2) en noire ainsi que le membre
de droite des e´quations (1.2.16a) et (1.2.16b) en rouge et pointille´ rouge respectivement, dans le
cas d’un puits quantique de largeur d = 10 nm d’InAs dans GaAs1. Les vecteurs d’onde accessibles
dans le puits sont ceux pour lesquels les courbes se croisent, les e´nergies possibles pour un e´lectron
dans le puits sont donc quantifie´es comme repre´sente´ Figure 1.4 (c) et peuvent eˆtre indexe´es par
un entier nz tel que εnz = −V0 + ~2k2nz/2m∗e. L’e´nergie totale d’un e´lectron dans le puits quantique
est donc la somme de deux termes, l’un correspondant a` l’e´nergie cine´tique d’un e´lectron libre a`
deux dimensions (cf Eq.(1.2.14)), l’autre a` l’e´nergie dans la direction de quantification,
εk = ε‖(k‖) + εnz . (1.2.17)
Nous trac¸ons Figure 1.2.14 (d) les fonctions d’onde (solution de l’e´quation (1.2.15)) de l’e´tat fon-
damental de la bande de conduction et de celui des trous lourds. Nous constatons qu’un porteur
est bien confine´ dans le puits quantique.
Une approche identique pour les e´lectrons des bandes de valence Γ8 aboutit a` une conclusion
identique : les e´nergies accessibles sont quantifie´es dans la direction z. Nous constatons que la
de´ge´ne´rescence des bandes Γ8 en k = 0 est leve´e puisque l’e´nergie de confinement de´pend de la
masse effective, nous parlons alors de trous lourds pour la partie mj = ±3/2 et de de trous le´gers
pour la partie mj = ±1/2. La Figure 1.5 donne les relations de dispersion autour de k = 0 dans un
plan orthogonal a` l’axe z. Dans le cas d’un puits quantique InAs/GaAs, le mode`le pre´sente´ ci-dessus
pre´voit un splitting entre la bande de trous lourds et celle de trous le´gers de ∆hl = 21 meV qui est
le bon ordre de grandeur pour ce type de puits quantique [52].
1.2.2.3 Boˆıte quantique
Nous conside´rons maintenant une BQ, c’est-a`-dire un syste`me ou` les e´lectrons sont confine´s
dans les trois directions de l’espace. En premie`re approximation, nous mode´lisons cette boˆıte par
des puits finis de largeur variables (dx, dy et dz) dans les trois directions de l’espace. Dans ce cas,
le Hamiltonien effectif s’e´crit
Hˆeff = pˆ
2/2m∗ + Vconf(rˆ)
= Hˆx(x) + Hˆy(y) + Hˆz(z), (1.2.18)
1. Dans le cas d’un puits quantique forme´ par l’inclusion d’un semiconducteur A dans un semiconducteur B, il est
commune´ment admis de se´parer la diffe´rence de gap en 2/3 pour les e´lectrons et 1/3 pour les trous. Pour un puits
quantique de InAs dans GaAs, cela revient a` prendre V0 = 2/3
(
EgapGaAs − EgapInAs
) ≈ 730 meV.
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Figure 1.5 – Structure de bandes pour les bandes de conduction et de valence au voisinage
de k = 0 dans le cas d’un puits quantique et dans le plan des couches. Le confinement le`ve la
de´ge´ne´rescence des bandes Γ8 en k = 0 en raison de leur masse effective diffe´rente.
ou` Hˆα(α) = pˆ
2
α/2m
∗
e + Vα(α)1ˆ avec α = x, y, z. Comme dans la partie pre´ce´dente, Vα vaut −V0
entre z = −dα/2 et z = dα/2 et ze´ro ailleurs. La fonction enveloppe s’e´crit alors
φk(x, y, z) = gx(x)× gy(y)× gz(z). (1.2.19)
Comme pre´ce´demment, pour α = x, y, z, les e´quations aux valeurs propres s’e´crivent
Hα(α)gα(α) = εαgα(α). (1.2.20)
L’e´nergie totale d’un e´lectron dans la BQ est alors donne´e par
εnx,ny ,nz = εnx + εny + εnz (1.2.21)
avec, εnα = V0 +~2k2nα/2m
∗
e pour α = x, y, z, les knα e´tant solution d’e´quations du type (1.2.16a) et
(1.2.16b). Les e´nergies propres sont donc la somme de trois e´nergies et nous obtenons des niveaux
d’e´nergie discrets pour une BQ. Ce re´sultat important va eˆtre mis a` profit dans la suite.
Nous constatons que, comme dans le cas d’un puits quantique, la de´ge´ne´rescence en k = 0
des bandes Γ8 est leve´e (voir Figure 1.5) puisque l’e´nergie de confinement de´pend de la masse
effective. Comme nous le verrons dans la partie 1.2.2.4, les BQ ne sont bien sur ni des cubes, ni
des sphe`res ; il existe toujours une direction de quantification privile´gie´e associe´e a` la direction
de l’espace suivant laquelle la dimension de la boˆıte quantique est la plus petite, la direction de
croissance. Cette direction, qui conduit a` l’e´nergie de confinement la plus grande, de´termine l’axe
de quantification pre´ponde´rant pour se´parer les trous lourds et le´gers. Brandt et al ont mesure´ en
1992 un splitting trous lourds - trous le´gers de l’ordre de 30 meV pour des puits quantiques InAs
dans GaAs de quelques mono-couches [53]. Cette valeur est ge´ne´ralement retenue pour les BQ InAs,
leur e´paisseur la plus petite e´tant aussi de quelques mono-couches.
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Dans la suite, nous ne nous inte´resserons qu’aux trous lourds, les trous le´gers e´tant a` des e´nergies
hors de la plage e´tudie´e. Ne´anmoins, il est parfois ne´cessaire de conside´rer le me´lange de bande trous
lourds - trou le´gers, comme par exemple dans l’e´tude de la polarisation de la luminescence e´mise
par une BQ [54]. De plus, le mode`le simple du puits carre´ utilise´ pre´ce´demment a tendance a`
surestimer la valeur des e´nergies de confinement car dans la re´alite´, les puits de potentiel ne sont
sont pas abrupts. C’est pourquoi de nombreuses mode´lisations ont e´te´ re´alise´es en prenant une
forme de potentiel plus proche de la re´alite´1, par exemple des boˆıtes en forme de lentille ayant une
syme´trie de re´volution autour de l’axe de croissance z, et dont les dimensions dans le plan (x y)
sont tre`s supe´rieures a` celle dans la direction z [55, 56].
Pour finir, nous donnons de gauche a` droite Figure 1.6, la forme de la densite´ d’e´tats ρ(E) dans
les cas du mate´riau massif, du puits quantique, du fil quantique et de la BQ. Il s’agit d’une quantite´
importante qui intervient dans l’absorption optique des structures semiconductrices et qui de´pend
fortement de la dimensionnalite´ du syste`me.
? En l’absence de confinement, la densite´ d’e´tats e´lectroniques est de la forme ρ(E) =
√
E.
? Avec un confinement dans une direction de l’espace (puits quantique), les e´lectrons sont
libres dans les deux directions restantes de l’espace avec une densite´ d’e´tats constante. La
quantification des niveaux d’e´nergie dans la direction de confinement donne la structure en
marche d’escalier.
? Avec un confinement dans deux directions de l’espace (fil quantique), les e´lectrons sont
libres dans une seule direction avec une densite´ d’e´tat en 1/
√
E. Le confinement dans les
deux autres directions conduit a` la forme de densite´ d’e´tats pre´sente´e sur la figure.
? Avec un confinement dans les trois directions de l’espace (BQ), l’e´nergie est quantifie´e dans
ces trois directions et nous avons des niveaux d’e´nergie discrets.
Figure 1.6 – E´volution de la densite´ d’e´tats e´lectroniques en fonction de la dimensionnalite´ du
syste`me.
1.2.2.4 Croissance e´pitaxiale de boˆıtes quantiques
Nous venons de montrer que le confinement des porteurs permet de quantifier le spectre d’e´nergie.
Un tel potentiel de confinement peut eˆtre re´alise´ graˆce a` la croissance d’he´te´rostructures ou` des
mate´riaux de gap diffe´rents sont empile´s. La diffe´rence de gap cre´e alors un puits de potentiel
dans la direction de l’empilement. Pour fabriquer des BQ, il est en fait ne´cessaire de re´aliser une
1. Ces potentiels peuvent eˆtre de´termine´es graˆce a` des images de microscopie (AFM, STM...)
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Figure 1.7 – (a), (b) et (c) Diffe´rentes e´tapes de la croissance de BQ auto-organise´es
d’InAs/GaAs. (d) Allure des bandes de valence et de conduction pour une inclusion d’InAs
dans GaAs suivant l’axe de croissance. (e) Image AFM d’ˆılots d’InAs sur un substrat de GaAs
avant de´poˆt de la dernie`re couche de GaAs, re´alise´ au Laboratoire de Photonique et Nanostruc-
tures par J.M. Moison et al [57]. (f) Image STM d’une coupe de BQ apre`s de´poˆt de la dernie`re
couche de GaAs [58].
inclusion nanome´trique d’un semiconducteur de ”faible” gap dans un autre de ”grand” gap, comme
sche´matise´ Figure 1.7.
Nous de´taillerons dans la partie 2.2.3 la structure comple`te des e´chantillons utilise´s durant cette
the`se. Nous ne donnons ici que le principe de croissance des BQ d’InAs/GaAs, fabrique´es par
e´pitaxie par jets mole´culaires (EJM) au Centre de Nanosciences et de Nanotechnologies (C2N) par
l’e´quipe d’Aristide Lemaˆıtre. Au cours de la croissance de couches d’InAs sur GaAs, des contraintes
apparaissent a` l’interface des deux mate´riaux, dues a` la diffe´rence de parame`tre de maille (aInAs =
1.07 aGaAs). La relaxation de ces contraintes donne naissance aux BQ. Ce mode de croissance,
appele´ Stranski-Krastanov [21], se re´sume en trois e´tapes sche´matise´es Figure 1.7 (a), (b) et (c).
1. Une couche d’InAs est de´pose´e par EJM sur du GaAs (Figure 1.7 (a)). Tant que l’e´paisseur
reste infe´rieure a` une e´paisseur critique de l’ordre de 1.7 monocouches, la maille d’InAs
s’adapte a` celle de GaAs et des contraintes s’accumulent.
2. Lorsque l’e´paisseur atteint l’e´paisseur critique, les contraintes relaxent et des ıˆlots nanome´-
triques d’InAs se forment, re´partis ale´atoirement sur la couche d’InAs (Figure 1.7 (b) et (e)).
Ces ıˆlots sont de forme conique, leur rayon a` la base est d’environ 20 nm et leur hauteur
est de l’ordre du nanome`tre. La monocouche restante forme une sorte de puits quantique
commune´ment appele´e couche de mouillage (wetting layer en anglais).
3. Pour finir, une couche de GaAs est de´pose´e sur le plan de boˆıtes. Cette couche encapsule les
ıˆlots d’InAs qui prennent alors la forme de coˆnes tronque´s (Figure 1.7 (c) et (f)).
Un parame`tre important lors de l’e´tude expe´rimentale de BQ est la tempe´rature. En effet, la
tempe´rature controˆle la longueur d’onde thermique de de Broglie λth des porteurs, et il n’est possible
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d’observer des effets quantiques lie´s a` la discre´tisation de la structure e´lectronique, seulement si
λth est plus grande que la taille caracte´ristique du confinement. Pour un e´lectron dans la bande de
conduction, λth vaut environ 5 nm a` 300 K et 30 nm a` 10 K et au vu des dimensions des boˆıtes, nous
constatons qu’il est ne´cessaire de travailler a` des tempe´ratures cryoge´niques si nous souhaitons
observer des phe´nome`nes quantiques lie´s au confinement des porteurs. De plus, l’e´cart entre les
deux niveaux de plus basse e´nergie de la bande de conduction e´tant de l’ordre de 10 meV, il est
important de travailler a` une tempe´rature de l’ordre de 10 K pour ne pas peupler thermiquement
les e´tats excite´s de la boˆıte.
1.2.3 Paires e´lectron-trou
1.2.3.1 Paire e´lectron-trou en interaction dans un semiconducteur massif
Nous avons vu dans la partie 1.2.1.4 qu’une excitation dans un semiconducteur correspond a`
cre´er une paire e´lectron-trou. L’e´lectron et le trou e´tant des particules charge´es, elles interagissent
par l’interaction coulombienne. Le proble`me est tre`s semblable a` celui de l’atome d’hydroge`ne, a`
la diffe´rence que l’interaction coulombienne est re´duite par la constante die´lectrique1 du semicon-
ducteur εsc ' 10 [59], et que les masses des porteurs sont diffe´rentes de celles des porteurs libres.
Nous parlons alors de paire e´lectron-trou corre´le´e ou d’exciton de Wannier, exciton dont la distance
e´lectron-trou correspond a` plusieurs mailles du re´seau cristallin. A` cause de l’interaction coulom-
bienne, les fonctions propres ne se factorisent plus en une partie e´lectronique et une partie trou. Les
nouveaux e´tats propres du syste`me, note´s Ψke,kh(re, rh), sont solutions de l’e´quation aux valeurs
propres HˆXΨke,kh(re, rh) =
(
Ekekh − Egap
)
Ψke,kh(re, rh) ou` HˆX s’e´crit
HˆX =
pˆ2e
2m∗e
+
pˆ2h
2m∗h
− q
2
4piεscε0|re − rh| . (1.2.22)
En passant dans le re´fe´rentiel barycentrique en de´finissant les coordonne´es du centre de masse et
relative, R = (m∗ere + m∗hrh)/(m
∗
e + m
∗
h) et r = re − rh, HˆX se se´pare en deux contributions, une
pour le mouvement du centre de masse et une pour le mouvement relatif :
HˆX =
Pˆ
2
2M∗X
+
pˆ2
2µX
− q
2
4piεscε0|r| , (1.2.23)
ou` MX = m
∗
e +m
∗
h et µ
−1
X = m
∗−1
e +m
∗−1
h et ou` Pˆ et pˆ sont les ope´rateurs impulsions associe´s au
mouvement du centre de masse et au mouvement relatif respectivement. Nous constatons alors que
ke et kh ne sont pas de bons nombres quantiques et nous indexerons dans la suite les fonctions et
les e´nergies propres de HˆX par les indices Q et ν, Q e´tant le vecteur d’onde du centre de masse et
ν un indice faisant re´fe´rence au mouvement relatif. Les fonctions propres ΨQ,ν(R, r) se factorisent
alors en une partie relie´e au mouvement du centre de masse et une partie relie´e au mouvement
relatif,
ΨQ,ν(R, r) = ϕQ(R) fν(r). (1.2.24)
1. Cette constante die´lectrique est due au fait que les e´lectrons de la bande de valence ne peuvent eˆtre totalement
oublie´s malgre´ l’introduction du concept de trou. Il existe en re´alite´ un e´crantage de l’interaction coulombienne duˆ a`
la pre´sence des autres e´lectrons.
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Le mouvement du centre de masse e´tant libre dans les trois directions de l’espace, les e´nergies
propres sont de la forme EQ = ~2Q2/2MX et les fonctions propres sont des ondes planes qui
s’e´crivent ϕQ(R) = e
−Q.R/L3/2. Pour le mouvement relatif, fν(r) est fonction propre de Hˆrel =
pˆ2/2µX − q2/4piεscε0|r|. Elle se se´pare en une partie radiale et une partie angulaire, la partie
angulaire correspondant aux harmoniques sphe´riques [60]. Les e´nergies correspondant a` des e´tats
lie´s sont ne´gatives et quantifie´es,
En = −RX
n2
avec RX =
µX
2~2ε2sc
(
q2
4piε0
)2
∼ 1 meV. (1.2.25)
Les e´nergies propres d’un exciton dans un semiconducteur massif s’e´crivent donc finalement
En,Q = Egap +
~2Q2
2MX
− RX
n2
. (1.2.26)
Il existe aussi des e´tats d’e´nergie positive, appele´s e´tats de diffusions, correspondant a` des e´tats
ou` la paire e´lectron-trou se disloque. Il est possible de de´finir le rayon de Bohr de l’exciton qui
correspond a` la taille caracte´ristique de la paire e´lectron-trou pour un exciton dans un e´tat lie´.
Pour le niveau le plus bas, il s’e´crit
aX =
~2εsc
µX
4piε0
q2
. (1.2.27)
Dans des semiconducteurs tels que GaAs et InAs, aX ∼ 25 nm : la paire e´lectron-trou est de´localise´e
sur quelques dizaines de mailles du re´seau cristallin. Notons aussi que l’e´nergie de Rydberg de
l’exciton RX est inversement proportionnelle au carre´ de son rayon de Bohr aX : plus l’exciton est
e´tendu, plus son e´nergie de liaison est faible.
1.2.3.2 Paire e´lectron-trou en interaction dans des structures confine´es
Conside´rons maintenant le cas d’un exciton dans une structure confine´e telle qu’un puits ou une
BQ. Pour des puits, tels que ceux pre´sente´s dans la partie 1.2.2.2, l’e´nergie totale de l’exciton est
de la forme (1.2.17)
En,nz ,Q = Egap +
~2(Q2x +Q2y)
2MX
+ Econfnez ,nhz
− ECoul,n, (1.2.28)
ou` le deuxie`me terme correspond a` l’e´nergie du centre de masse associe´e au mouvement libre dans
le plan (x y). Le troisie`me terme Econf
nez ,n
h
z
, correspond a` l’e´nergie de confinement de l’e´lectron et du
trou et les nombres quantiques nez et n
h
z correspondent aux diffe´rents niveaux e´lectroniques du puits
dans lesquels se trouvent l’e´lectron et le trou. Finalement, le dernier terme de´finit l’e´nergie de liaison
de l’exciton en deux dimensions, le nombre n caracte´risant les diffe´rents niveaux e´lectroniques du
syste`me hydroge´no¨ıde.
Dans le cas d’une BQ, les porteurs sont confine´s dans les trois directions de l’espace et l’e´nergie
totale d’une paire e´lectron-trou est de la forme
Ene,nh = Egap + E
conf
ne,nh − ECoul, (1.2.29)
ou` ne,h = (ne,hx , n
e,h
y , n
e,h
z ) sont les indices de quantification des porteurs et ECoul est une e´nergie
positive due a` l’attraction coulombienne entre l’e´lectron et le trou. Il est important de noter que
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le confinement des porteurs sur une taille nanome´trique, infe´rieure a` la taille du rayon de Bohr de
l’exciton dans le mate´riaux massif, fait que l’interaction coulombienne n’est plus la raison principale
de la liaison entre porteurs. Les niveaux discrets dus au confinement sont simplement ”habille´s” par
l’interaction coulombienne et nous ne pouvons plus parler d’exciton. C’est la raison pour laquelle
dans la suite de ce manuscrit nous utiliserons le terme de paire e´lectron-trou. La Figure 1.8 donne
l’allure de l’e´nergie de liaison d’une paire e´lectron-trou en fonction de la taille du confinement dans
le cas de barrie`res de potentiel infinies. Dans la limite ou` les porteurs ne sont pas confine´s, l’e´nergie
de liaison tend vers celle de l’exciton, alors que pour une taille de confinement tendant vers ze´ro,
l’e´nergie de liaison diverge puisque la distance entre l’e´lectron et le trou tend vers ze´ro.
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Figure 1.8 – E´nergie de liaison d’une paire e´lectron-trou en fonction de la taille du confinement
dans le cas de barrie`res de potentiel infinies.
Pour conclure, nous venons de montrer qu’une paire e´lectron-trou dans une BQ a une structure
e´lectronique discre`te correspondant a` des raies de luminescence fines. Dans la suite, nous verrons
que ces raies sont e´largies d’environ 1µeV par leur temps de vie radiatif et nous e´tudierons en de´tail
les autres sources d’e´largissement dues aux processus de de´cohe´rence lie´es a` l’interaction de la BQ
avec la matrice solide environnante. Nous mode´liserons une BQ par un syste`me a` deux niveaux,
|0〉 et |X〉, ou` |0〉 correspond a` la boˆıte dans son e´tat fondamental (i. e. pas de paire e´lectron-trou)
et |X〉 a` l’e´tat excite´ de plus basse e´nergie (i.e. une paire e´lectron-trou dans l’e´tat de plus basse
e´nergie).
1.2.4 Structure fine des e´tats de paire e´lectron-trou
Nous avons vu dans la partie 1.2.2 que le confinement des porteurs entraˆıne le rejet de la bande
de trous le´gers vers les hautes e´nergies et qu’il est possible de ne conside´rer que la bande de trous
lourds de moment cine´tique mj = ±3/2. Une paire e´lectron-trou sera donc la combinaison d’un
trou lourd (±3/2) et d’un e´lectron de la bande de conduction de moment cine´tique duˆ seulement a`
son spin ±1/2. Nous avons alors quatre e´tats possibles pour cette paire (voir Figure 1.9) :
• |+ 2〉 = |+ 32 ; +12〉 de moment cine´tique total mj = +2,
• |+ 1〉 = |+ 32 ;−12〉 de moment cine´tique total mj = +1,
• | − 1〉 = | − 32 ; +12〉 de moment cine´tique total mj = −1,
• | − 2〉 = | − 32 ;−12〉 de moment cine´tique total mj = −2.
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Figure 1.9 – Structures e´lectroniques possibles d’une paire e´lectron-trou dans une BQ. Les
paires de moment cine´tique total ±1 (a et b) sont couple´es a` la lumie`re alors que celles de
moment cine´tique total ±2 (c et d) ne le sont pas.
Les e´tats |±1〉 sont couple´s a` la lumie`re alors que les e´tats |±2〉 ne le sont pas puisque l’interaction
lumie`re-matie`re doit conserver le moment cine´tique (celui des photons e´tant 0;±1). Nous parlons
alors de paire e´lectron-trou noires et brillantes, les paires brillantes e´tant couple´es a` des photons
de polarisation σ+ ou σ−.
A priori, ces quatre e´tats sont de´ge´ne´re´s en e´nergie comme sche´matise´ Figure 1.10 (a). Cepen-
dant, nous avons de´ja` mentionne´ que le concept de trou pouvait eˆtre un peu brutal dans le cas de
certains effets physiques, tel que l’existence d’une constante die´lectrique du semiconducteur εsc, qui
ne´cessite la prise en compte de l’inte´gralite´ des excitations possibles de la bande de valence pour
pouvoir eˆtre explique´e. Aussi, l’interaction coulombienne interbande (aussi appele´ e´change e´lectron-
trou) est a` l’origine de la leve´e de de´ge´ne´rescence des paires e´lectron-trou noires et brillantes [59],
comme repre´sente´ Figure 1.10 (b). L’ide´e est que les paires e´lectron-trou brillantes e´tant couple´es a`
la lumie`re, des processus d’absorption et e´mission de photons virtuels existent, conduisant a` de´caler
les e´tats brillants vers les hautes e´nergies. Dans le cas des BQ, cet e´cart en e´nergie a e´te´ mesure´
de l’ordre de la centaine de µeV [61]. Une manifestation courante de la pre´sence des excitons noirs
est l’existence d’un temps long dans la de´croissance de la population de l’e´tat excite´, puisque les
Figure 1.10 – (a) Paires e´lectron-trou re´sultant d’un trou lourd de moment cine´tique ±3/2
et d’un e´lectron de la bande de conduction de moment cine´tique ±1/2. Les e´tats | ± 1〉 de
moment cine´tique total ±1 sont couple´s a` la lumie`re et sont appele´s brillants alors que les e´tats
| ± 2〉, appele´s noirs, ne le sont pas puisque leur moment cine´tique vaut ±2. (b) Leve´e de la
de´ge´ne´rescence des e´tats noirs et brillants par l’interaction coulombienne interbande. (c) Leve´e
de la de´ge´ne´rescence des e´tats | ± 1〉 due a` l’anisotropie de la boˆıte, les nouveaux e´tats propres
sont polarise´s line´airement.
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e´tats noirs peuvent servir de ”re´servoir” pour les paires e´lectron-trou [62, 63]. Un autre effet re-
marquable est la pre´diction d’un condensat noir d’excitons [64, 65], mis re´cemment en e´vidence
expe´rimentalement par le groupe de F. Dubin a` l’INSP [66, 67, 68].
Si nous conside´rons maintenant des BQ avec un potentiel de confinement anisotrope, duˆ par
exemple a` la forme elliptique de la base de la boˆıte, il est possible de montrer que la de´ge´ne´rescence
des e´tats brillants est leve´e [61], comme le montre la Figure 1.10 (c). Les nouveaux e´tats propres
e´tant des combinaisons line´aires de | ± 1〉, ils sont couple´s a` des photons polarise´s line´airement,
comme nous le mettrons en e´vidence expe´rimentalement dans la partie 2.3.2. Cette structure fine
des e´tats brillants est caracte´rise´e par un e´cart en e´nergie (splitting de structure fine) qui de´pend de
la forme du potentiel de confinement de la boˆıte et, pour les boˆıtes auto-organise´es d’InAs/GaAs,
peut prendre des valeurs de quelques dizaines a` quelques centaines de µeV [61, 69, 70].
1.2.5 E´tats multi-charge´s d’une boˆıte quantique
Nous nous sommes inte´resse´s jusqu’a` pre´sent au cas d’une boˆıte avec une seule paire e´lectron-
trou. Pour finir cette partie sur les e´tats e´lectroniques, nous allons discuter rapidement les proprie´te´s
d’une paire avec un e´lectron ou un trou supple´mentaire, ou de deux paires comme repre´sente´es sur
la Figure 1.11.
Figure 1.11 – (a) Les diffe´rents e´tats possibles pour une paire plus un porteur dans une BQ, a`
gauche charge´s ne´gativement (X−) et a` droite charge´s positivement (X+). (b) E´tat pour deux
paires dans une BQ.
1.2.5.1 Trio
Nous appelons trio (et pas trion) une paire e´lectron-trou dans une BQ a` laquelle un e´lectron ou un
trou a e´te´ ajoute´ par injection e´lectrique ou dopage re´siduel (voir Figure 1.11 (a)). Dans le premier
cas la boˆıte est charge´e ne´gativement et nous noterons le trio X−, dans le deuxie`me elle est charge´e
positivement et nous noterons X+. Le principe de Pauli imposant que deux fermions ne peuvent
se trouver dans le meˆme e´tat quantique, deux porteurs occupant le meˆme niveau e´lectronique sont
ne´cessairement de spins oppose´s et les trios sont syste´matiquement couple´s a` la lumie`re. Bayer et al
ont montre´ que pour un trio, l’interaction coulombienne interbande disparaˆıt et donc que le splitting
de structure fine est nul [61]. Comme dans le cas de la paire e´lectron-trou, nous donnons Figure 1.12
l’e´nergie de liaison entre le porteur supple´mentaire et la paire e´lectron-trou du trio en fonction de
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la taille du confinement et dans le cas de barrie`res infinies. Dans la limite ou` les porteurs ne sont
pas confine´s, l’e´nergie de liaison tend vers celle du trion, alors que pour une taille de confinement
tendant vers ze´ro, l’e´nergie de liaison tend vers ze´ro puisque le porteur supple´mentaire ”voit” un
e´lectron sur un trou, c’est-a`-dire une charge nulle.
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Figure 1.12 – E´nergie de liaison entre le porteur supple´mentaire et la paire e´lectron-trou du
trio en fonction de la taille du confinement et dans le cas de barrie`res infinies.
1.2.5.2 Double paire e´lectron-trou
Il est aussi possible d’injecter deux paires e´lectron-trou dans une boˆıte. Nous cre´ons alors ce que
nous appellerons une double paire e´lectron-trou (ou biexciton lorsque la taille de la boˆıte devient
grande devant le rayon de Bohr des excitons). Les paires e´lectron-trou se recombinent radiativement
l’une apre`s l’autre, la premie`re a` une e´nergie de´cale´e de quelques meV a` cause de l’interaction
coulombienne avec la deuxie`me. La Figure 1.13 pre´sente la cascade radiative de la double paire
e´lectron-trou.
Figure 1.13 – Cascade radiative lors de la recombinaison d’une double paire e´lectron-trou.
Pour finir, mentionnons que d’autres complexes peuvent exister (comme la double paire charge´
2X±, la paire e´lectron-trou doublement charge´e X+2 et X−2, etc) et ont e´te´ observe´es [71, 72].
Leur e´tude sort du cadre de cette the`se.
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1.3 Boˆıte quantique en interaction avec la lumie`re
Dans cette partie, nous nous inte´ressons au couplage entre une BQ et la lumie`re. Nous donnons ici
les bases du cadre the´orique ne´cessaire a` l’interpre´tation de l’e´tude expe´rimentale de la luminescence
d’une BQ excite´e optiquement a` la re´sonance et pre´sente´e dans la suite. Nous mode´lisons une boˆıte
par un syste`me a` deux niveaux et nous e´tudions dans un premier temps son interaction avec un
champ laser monomode de´crit classiquement. Nous verrons qu’en re´gime impulsionnel, il est possible
de controˆler de manie`re de´terministe l’e´tat du syste`me, ce qui fait des BQ de bons candidats pour des
applications en information quantique, mais aussi des syste`mes mode`les pour l’e´tude de processus
physiques fondamentaux. Dans un deuxie`me temps, nous conside´rons l’interaction entre une boˆıte
initialement dans son e´tat excite´ et l’ensemble des modes du champ e´lectromagne´tique et nous
montrons que ce couplage est responsable de l’existence d’un temps de vie fini pour une paire
e´lectron-trou dans la boˆıte. Enfin, nous verrons comment en de´duire la forme Lorentzienne des
raies de luminescence ainsi que l’existence d’un temps de cohe´rence fini pour les photons e´mis.
1.3.1 Hamiltonien d’interaction lumie`re-matie`re
Nous de´crivons dans cette partie l’interaction de particules charge´es avec un champ e´lectro-
magne´tique classique. Pour cela nous rappelons ci-dessous les e´quations de Maxwell-Lorentz qui
relient les champs e´lectrique E(rˆ, t) et magne´tique B(rˆ, t) aux densite´s de charge ρ(rˆ, t) et de
courant j(rˆ, t) :
∇.E(rˆ, t) = 1
ε0
ρ(rˆ, t), (Maxwell−Gauss) (1.3.1a)
∇.B(rˆ, t) = 0, (Maxwell− flux) (1.3.1b)
∇×E(rˆ, t) = − ∂
∂t
B(rˆ, t), (Maxwell− Faraday) (1.3.1c)
∇×B(rˆ, t) = 1
c2
∂
∂t
E(rˆ, t) +
1
ε0c2
j(rˆ, t). (Maxwell−Ampe`re) (1.3.1d)
1.3.1.1 Forme ge´ne´rale
Conside´rons un e´lectron de masse m et de charge q soumis a` un potentiel exte´rieur V (rˆ) et en
interaction avec un champ e´lectromagne´tique de´crit par les potentiels scalaire et vecteur U(rˆ, t) et
A(rˆ, t). Le Hamiltonien est donne´ par [73]
Hˆ =
1
2m
(
pˆ− qA(rˆ, t)
)2
+ q U(rˆ, t) + V (rˆ), (1.3.2)
ou` U(rˆ) et A(rˆ) sont relie´s aux champs e´lectrique et magne´tique par
B(rˆ, t) = ∇×A(rˆ, t), (1.3.3a)
E(rˆ, t) = − ∂
∂t
A(rˆ, t)−∇U(rˆ, t), (1.3.3b)
qui sont des conse´quences des e´quations de Maxwell-flux (1.3.1b) et Mawell-Faraday (1.3.1c)1.
Le couple (U(rˆ, t),A(rˆ, t)) de´termine de manie`re unique le couple (E(rˆ, t),B(rˆ, t)) ; en revanche
1. Les e´quations (1.3.3a) et (1.3.3b) sont dues aux relations ∇ˆ.[∇ˆ×A] = 0 et ∇ˆ× [∇ˆA] = 0.
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un couple (E(rˆ, t),B(rˆ, t)) est associe´ a` une infinite´ de couples (U(rˆ, t),A(rˆ, t)). Le passage d’un
couple a` l’autre se fait par une transformation de jauge qui laisse les e´quations (1.3.3a) et (1.3.3b)
inchange´es :
A′(rˆ, t) = A(rˆ, t) +∇F (rˆ, t), (1.3.4a)
U ′(rˆ, t) = U(rˆ, t)− ∂
∂t
F (rˆ, t), (1.3.4b)
ou` F (rˆ, t) est une fonction scalaire arbitraire. Nous pouvons alors choisir le champ scalaire F (rˆ, t)
selon le proble`me conside´re´. Nous pre´sentons dans la suite deux jauges souvent utilise´es pour l’e´tude
de l’interaction lumie`re-matie`re : la jauge de Coulomb et celle de Go¨ppert-Mayer utile lorsqu’il s’agit
d’un dipoˆle en interaction avec le champ e´lectromagne´tique, ce qui est le cas des syste`mes confine´s
tels que les atomes ou les BQ.
1.3.1.2 Jauge de Coulomb
Parmi les diverses jauges possibles, la jauge de Coulomb est souvent utilise´e pour traiter les pro-
ble`mes d’interaction d’une particule quantique avec un champ e´lectromagne´tique. Elle correspond
a` prendre
∇ˆ.A(rˆ, t) = 0, (1.3.5)
et les e´quations de Maxwell-Gauss (1.3.1a) et de Maxwell-Ampe`re (1.3.1d) deviennent
∆U = − ρ
ε0
, (1.3.6)
1
c2
∂2
∂2t
A(rˆ, t)− ∆ˆA(rˆ, t) = µ0 j(rˆ, t)− 1
c2
∇ˆ ∂
∂t
U(rˆ, t). (1.3.7)
Dans le vide, ρ = 0 et j(rˆ, t) = 0 ce qui entraˆıne que U est une constante qu’il est possible de choisir
e´gale a` ze´ro1, U(rˆ, t) = 0. De plus, pour une onde plane se propageant avec un vecteur d’onde k,
la jauge de Coulomb implique que la composante du potentiel vecteur paralle`le a` k est nulle, ainsi
A(rˆ, t) = A⊥(rˆ, t). (1.3.8)
Dans cette jauge, le hamiltonien (1.3.2) du syste`me devient
Hˆ =
1
2m
(
pˆ− qA⊥(rˆ, t)
)2
+ V (rˆ)
=
pˆ2
2m
− q
2m
(
pˆ.A⊥(rˆ, t) + A⊥(rˆ, t).pˆ
)
+
q2A2⊥(rˆ, t)
2m
+ V (rˆ). (1.3.9)
En utilisant l’expression de l’ope´rateur impulsion pˆ = −i~∇ˆ nous remarquons que(
pˆ.A⊥(rˆ, t)−A⊥(rˆ, t).pˆ
)
ψ(r, t) = −i~
(
∇ˆ[A⊥(rˆ, t)ψ(r, t)]−A⊥(rˆ, t).[∇ˆψ(r, t)])
= −i~[∇ˆ.A⊥(rˆ, t)]ψ(r, t)
= 0, (1.3.10)
1. En re´alite´, Eq. (1.3.6) entraˆıne a` une dimension V (x) = ax+ b et c’est parce que nous choisissons la condition
V (x −→ ±∞) = 0 que V (x) = 0 quelque soit x.
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quelque soit la fonction d’onde ψ(r, t). Nous en concluons que dans cette jauge A⊥ et pˆ commutent,
ce qui constitue l’inte´reˆt majeur de la jauge de Coulomb. Le hamiltonien (1.3.9) s’e´crit alors
Hˆ = Hˆ0 + Hˆint, (1.3.11)
avec
Hˆ0 =
pˆ2
2m
+ V (rˆ), (1.3.12a)
Hˆint = − q
m
A⊥(rˆ, t).pˆ +
q2A2⊥(rˆ, t)
2m
. (1.3.12b)
Le deuxie`me terme de Hˆint ne contient pas l’ope´rateur pˆ, ce qui a pour conse´quence que les e´le´ments
de matrice entre deux e´tats atomiques (terme non-diagonaux) sont nuls. En pratique, lorsque nous
nous inte´resserons aux transitions e´lectroniques induites par la pre´sence d’un champ e´lectromagne´-
tique, nous ne´gligerons les termes non-line´aires en champ de telle sorte que
Hˆint ≈ − q
m
A⊥(rˆ, t).pˆ . (1.3.13)
1.3.1.3 Jauge de Go¨ppert-Mayer et approximation des grandes longueurs d’ondes
Un deuxie`me choix de jauge possible est celui de Go¨ppert-Mayer qui conduit au Hamiltonien
dipolaire e´lectrique Hˆint ≈ −Dˆ.E, pour des syste`mes ou` il est possible de de´finir un moment
dipolaire, ce qui est le cas des atomes ou des syste`mes confine´s comme les BQ. En revanche, pour
des syste`mes ayant au moins une direction grande, tels que les semiconducteurs massifs ou les puits
quantiques, les approximations conduisant a` ce hamiltonien ne sont plus valables et il est ne´cessaire
de revenir a` la forme A.p de l’e´quation (1.3.13). La jauge de Go¨ppert-Mayer se de´duit de la jauge
de Coulomb par la transformation de jauge (1.3.4a) et (1.3.4b) dans laquelle nous prenons [74]
F (rˆ, t) = −(rˆ− r0).A⊥(r0, t), (1.3.14)
ou` r0 est la position du noyau de l’atome conside´re´ ou de la BQ. Les potentiels vecteur et scalaire
sont alors donne´es dans la jauge de Go¨ppert-Mayer par [74]
A′(rˆ, t) = A⊥(rˆ, t)−A⊥(r0, t), (1.3.15a)
U ′(rˆ, t) = (rˆ− r0) . ∂
∂t
A⊥(r0, t). (1.3.15b)
Le hamiltonien dans cette jauge s’e´crit donc
Hˆ =
1
2m
(
pˆ− q(A⊥(rˆ, t)−A⊥(r0, t)))2 + q (rˆ− r0) . ∂
∂t
A⊥(r0, t) + V (rˆ). (1.3.16)
En de´finissant l’ope´rateur dipolaire Dˆ = q(rˆ− r0) et en remarquant que l’e´quation (1.3.3b) dans la
jauge de Coulomb donne E(rˆ, t) = − ∂
∂t
A⊥(rˆ, t), nous obtenons
Hˆ =
1
2m
(
pˆ− q(A⊥(rˆ, t)−A⊥(r0, t)))2 − Dˆ .E(r0, t) + V (rˆ). (1.3.17)
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Pour des tailles d’atomes ou de boˆıtes (1 − 10 nm) tre`s petites devant la longueur d’onde des
photons avec lesquels ils interagissent (λ ∼ 920 nm), nous pouvons conside´rer que le champ e´lectro-
magne´tique est essentiellement constant au niveau de la boˆıte. C’est l’approximation des grandes
longueurs d’onde, qui permet d’e´crire
A⊥(r, t) ' A⊥(rˆ0, t). (1.3.18)
Le hamiltonien du syste`me se met donc finalement sous la forme Hˆ = Hˆ0 + Hˆint avec
Hˆ0 =
pˆ2
2m
+ V (rˆ), (1.3.19a)
Hˆint = −Dˆ .E(r0, t), (1.3.19b)
qui est la forme du hamiltonien d’interaction lumie`re-matie`re dans l’approximation dipolaire e´lec-
trique.
1.3.2 Excitation laser d’un syste`me a` deux niveaux : approche semi-classique
1.3.2.1 Hamiltonien et approximation de l’onde tournante
Nous e´tudions ici l’interaction entre une BQ mode´lise´e par un syste`me a` deux niveaux (voir
partie 1.2.3.2) se´pare´s par une e´nergie ~ωX et un champ e´lectrique monomode classique E =
E0(t) cos(ωlt) comme sche´matise´ Figure 1.14. La de´pendance temporelle de E0(t) nous permettra
par la suite de traiter le cas d’une excitation pulse´e, l’excitation continue correspondant a` une
amplitude E0 constante.
Figure 1.14 – Syste`me a` deux niveaux de pulsation de re´sonance ωX excite´ par un champ
e´lectromagne´tique classique monomode de pulsation ωl.
Le hamiltonien du syste`me Hˆs es donne´ par
Hˆs = HˆQD + Hˆint
= −~ωX
2
σˆz − Dˆ.E(t) (1.3.20)
ou` Dˆ est l’ope´rateur moment dipolaire de´fini dans la partie pre´ce´dente et ou` σˆz est une matrice de
Pauli1. L’ope´rateur Dˆ e´tant impair, les e´le´ments de matrice 〈0|Dˆ|0〉 et 〈X|Dˆ|X〉 sont nuls et nous
pouvons e´crire
Dˆ =
(
0 d
d∗ 0
)
. (1.3.21)
1. Nous rappelons que les matrices de Pauli sont donne´es par
σˆx =
(
0 1
1 0
)
σˆy =
(
0 −i
i 0
)
σˆz =
(
1 0
0 −1
)
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De plus, nous de´finissons les ope´rateurs destruction et cre´ation d’une paire e´lectron-trou dans la
boˆıte σˆ et σˆ† tels que |0〉 = σˆ|X〉 et |X〉 = σˆ†|0〉, leurs repre´sentations matricielles e´tant σˆ = (00 10)
et σˆ† =
(
0
1
0
0
)
. L’ope´rateur dipolaire s’e´crit alors sous la forme
Dˆ = dσˆ + d∗σˆ† (1.3.22)
et le hamiltonien Hˆs donne´ Eq. (1.3.20) devient
Hˆs = −~ωX
2
σˆz +
~
2
(
Ω(t)σˆ + Ω∗(t)σˆ†
)(
eiωlt + e−iωlt
)
, (1.3.23)
ou` Ω(t) = −d.E0(t)/~ est la pulsation de Rabi. En repre´sentation interaction (voir annexe A),
l’e´quation de Schro¨dinger devient
i~
d|Ψ˜〉
dt
= ˆ˜V (t)|Ψ˜(t)〉 avec |Ψ˜(t)〉 = Uˆ †0(t)|Ψ(t)〉, (1.3.24)
ˆ˜V = Uˆ †0(t)Vˆ Uˆ0(t),
ou` Uˆ †0(t) = e
i
~ Hˆ0t. En utilisant le fait que ˆ˜σ(t) = σˆe−iωX t et ˆ˜σ†(t) = σˆ†eiωX t nous montrons que
ˆ˜V =
~
2
(
Ω(t)σˆ
[
e−i(ωX+ωl)t + e−i(ωX−ωl)t
]
+ Ω∗(t)σˆ†
[
ei(ωX+ωl)t + ei(ωX−ωl)t
])
, (1.3.25)
ou` nous pouvons constater l’existence de deux pulsations d’oscillation ωX−ωl et ωX+ωl. Proche de
la re´sonance, ωX +ωl  ωX−ωl et pour des boˆıtes e´mettant a` 920 nm nous avons ωX +ωl ≈ 2ωX ∼
1015 s−1. La dynamique des termes en e−i(ωX+ωl)t se fait donc sur un temps caracte´ristique de l’ordre
de la femtoseconde, tre`s rapide compare´ a` l’e´volution temporelle du syste`me sous excitation laser1.
Nous ne´gligerons donc ces termes dans l’expression (1.3.25) de ˆ˜V : c’est l’approximation de l’onde
tournante. En revenant en repre´sentation Schro¨dinger, nous obtenons
Vˆ = Uˆ0(t)
ˆ˜V Uˆ †0(t)
=
~
2
(
Ω(t)σˆeiωlt + Ω∗(t)σˆ†e−iωlt
)
(1.3.26)
qui est l’expression que nous utiliserons pour connaˆıtre l’e´volution temporelle du syste`me conside´re´.
1.3.2.2 E´quation maˆıtresse et e´quations de Bloch optiques
Dans cette partie, nous allons montrer que l’e´quation maˆıtresse, de´crivant l’e´volution temporelle
du syste`me, peut se mettre sous la forme d’un syste`me de quatre e´quations couple´es : les e´quations
de Bloch optiques. L’e´quation maˆıtresse en repre´sentation Schro¨dinger (voir annexe A) est de la
forme
i~
dρˆ
dt
= [Hˆs, ρˆ], avec ρˆ =
(
ρ11 ρ12
ρ21 ρ22
)
(1.3.27)
1. En fait, en re´gime continu cette condition est ve´rifie´e tant que |Ω| << 2ω0. En re´gime pulse´, elle est toujours
ve´rifie´e puisque l’e´volution du syste`me se fait sur un temps caracte´ristique de l’ordre de la dure´e du pulse laser de
l’ordre de la picoseconde.
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la matrice densite´ du syste`me a` deux niveaux et ou` ρ∗12 = ρ21 et ρ11 + ρ22 = 1. Les indices 1 et 2
font re´fe´rence aux e´tats |0〉 et |X〉 respectivement. Nous avons vu dans la partie pre´ce´dente 1.3.2.1
que Hˆs est de la forme
Hˆs = −~ωX
2
σˆz +
~
2
(
Ω(t)σˆeiωlt + Ω∗(t)σˆ†e−iωlt
)
, (1.3.28)
et nous devons donc calculer les commutateurs suivant :
[σˆz, ρˆ] =
(
0 2ρ12
−2ρ21 0
)
, (1.3.29a)
[σˆ, ρˆ] =
(
ρ21 ρ22 − ρ11
0 −ρ21
)
, (1.3.29b)
[
σˆ†, ρˆ
]
=
(
−ρ12 0
ρ11 − ρ22 ρ12
)
. (1.3.29c)
Nous obtenons alors un syste`me de quatre e´quations couple´es :
i~
dρ11
dt
=
~Ω(t)
2
eiωltρ21 − ~Ω
∗(t)
2
e−iωltρ12,
i~
dρ12
dt
= −~ωXρ12 + ~Ω(t)
2
eiωlt(ρ22 − ρ11),
i~
dρ21
dt
= ~ωXρ21 +
~Ω∗(t)
2
e−iωlt(ρ11 − ρ22),
i~
dρ22
dt
= −~Ω(t)
2
eiωltρ21 +
~Ω∗(t)
2
e−iωltρ12.
(1.3.30)
En utilisant le changement de variables :
σ11 = ρ11, σ12 = ρ12 e
−iωlt,
σ12 = ρ12 e
iωlt, σ22 = ρ22, (1.3.31)
nous pouvons re´e´crire le syste`me d’e´quations (1.3.30) sous la forme des e´quations de Bloch optiques :
i
dσ11
dt
=
1
2
(
Ω(t)σ21 − Ω∗(t)σ12
)
,
i
dσ12
dt
= −(ωX − ωl)σ12 + Ω(t)
2
(σ22 − σ11),
i
dσ21
dt
= (ωX − ωl)σ21 + Ω
∗(t)
2
(σ11 − σ22),
i
dσ22
dt
= −1
2
(
Ω∗(t)σ12 − Ω(t)σ21
)
.
(1.3.32)
Finalement, dans le cas d’une excitation re´sonante (ωX = ωl), ces e´quations deviennent
i
dσ11
dt
=
1
2
(
Ω(t)σ21 − Ω∗(t)σ12
)
,
i
dσ12
dt
=
Ω(t)
2
(σ22 − σ11),
i
dσ21
dt
=
Ω∗(t)
2
(σ11 − σ22),
i
dσ22
dt
= −1
2
(
Ω∗(t)σ12 − Ω(t)σ21
)
.
(1.3.33)
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1.3.2.3 Oscillation de Rabi
Pour connaˆıtre l’e´volution du syste`me en fonction du temps, nous de´rivons la quatrie`me e´quation
du syste`me (1.3.33) et nous y injectons les deuxie`me et troisie`me e´quations. En utilisant le fait que
σˆ11 + σˆ22 = 1, nous obtenons l’e´quation diffe´rentielle re´gissant l’e´volution de la population de l’e´tat
excite´
d2σ22
dt2
+ |Ω(t)|2σ22 = |Ω(t)|
2
2
. (1.3.34)
Excitation continue
Dans le cas d’une excitation laser continue, le champ e´lectrique s’e´crit E = E0 cos(ωlt) et l’am-
plitude du champ est inde´pendante de t. La pulsation de Rabi Ω = −d.E0/~ est alors inde´pendante
du temps et l’e´quation (1.3.34) devient une e´quation diffe´rentielle du second ordre a` coefficients
constants. La solution ge´ne´rale est de la forme
σ22(t) =
1
2
+A cos
(|Ω|t+ ϕ), (1.3.35)
ou` A et ϕ sont des constantes d’inte´gration. En supposant qu’a` l’instant initial le syste`me se trouve
dans son e´tat fondamental, c’est a` dire que ρˆ(t = 0) =
(
1
0
0
0
)
, nous obtenons
σ22(t) =
1
2
[
1− cos (|Ω|t)]
= sin2
( |Ω|t
2
)
. (1.3.36)
Ainsi, pour t tel que |Ω|t = (2p + 1)pi le syste`me se trouve dans l’e´tat excite´ |X〉 alors que si
|Ω|t = 2ppi le syste`me se trouve dans son e´tat fondamental |0〉, comme repre´sente´ Figure 1.15.
Le syste`me oscille donc entre ces deux e´tats, c’est l’oscillation de Rabi. Notons que le couplage
a` l’environnement, via l’existence d’un temps de vie de l’e´tat excite´, introduit un amortissement
exponentiel de l’oscillation de Rabi comme nous le discuterons dans la partie 1.3.3.5.
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Figure 1.15 – Oscillation de Rabi sous excitation continue : le syste`me oscille entre l’e´tat
fondamental |0〉 et l’e´tat excite´ |X〉 avec une pe´riode 1/|Ω|.
46 CHAPITRE 1. BOIˆTE QUANTIQUE EN INTERACTION AVEC LA LUMIE`RE
Re´gime impulsionnel
Nous venons de voir que pour une excitation laser continue, l’e´tat du syste`me peut eˆtre controˆle´
parfaitement via le temps d’exposition au laser. Pour pre´parer le syste`me a` deux niveaux dans un
e´tat de´termine´, il est e´galement possible d’utiliser un laser impulsionnel de´livrant des pulses laser de
quelques picosecondes et dont la forme peut eˆtre mode´lise´e par une fonction se´cante hyperbolique.
Dans ce cas, la pulsation de Rabi Ω est une fonction de t et nous devons re´soudre l’e´quation (1.3.34)
qui est une e´quation diffe´rentielle du deuxie`me ordre a` coefficients non constants pour laquelle il
n’existe pas de solution analytique. Cependant, nous pouvons postuler un re´sultat approche´1 en
s’inspirant du cas continu :
σ22(t) = sin
2
(
Θ(t)
2
)
avec Θ(t) =
∫ t
−∞
|Ω(t′)|dt′ , (1.3.37)
qui redonne bien Eq. (1.3.36) si Ω est inde´pendante du temps, en conside´rant que l’interaction
commence a` l’instant t = 0. En notant ΘL = lim
t→+∞Θ(t) l’aire totale de l’impulsion laser, nous
constatons que l’e´tat du syste`me apre`s passage de l’impulsion est donne´ par
σ22 = sin
2
(
ΘL
2
)
avec ΘL =
∫ +∞
−∞
|Ω(t′)|dt′ . (1.3.38)
La re´solution nume´rique des e´quations de Bloch optiques (1.3.33) permet d’obtenir l’e´volution
temporelle de la population de l’e´tat excite´ que nous trac¸ons (trait noir) Figure 1.16 pour des
aires totales d’impulsion de pi/2, pi, 2pi et 5pi. Nous constatons que la solution co¨ıncide avec le
re´sultat de l’e´quation (1.3.38) utilise´e par la suite, et que pour une impulsion d’aire pi, le syste`me
se trouve apre`s passage de l’impulsion dans l’e´tat excite´ |X〉. Finalement, l’absence de prise en
compte du temps de vie radiatif pendant l’interaction est justifie´e : la perte de cohe´rence2 se faisant
sur un temps caracte´ristique de l’ordre de T1 de quelques centaines de picosecondes pour les boˆıtes
InAs/GaAs, elle ne joue qu’un roˆle minime pendant le temps de l’impulsion laser picoseconde. Nous
remarquerons simplement que des expe´riences re´centes [75] ont remis en cause cette approximation,
comme nous pouvions nous y attendre pour des boˆıtes avec un temps de vie court et excite´es par
des pulses longs.
1.3.3 Couplage a` l’ensemble des modes du champ e´lectromagne´tique, temps de
vie et largeur de raie
Dans cette partie nous e´tudions un syste`me a` deux niveaux initialement dans son e´tat excite´
et couple´ a` l’ensemble des modes du champ e´lectromagne´tique de´crit ici quantiquement. Nous
montrons en utilisant le formalisme de Lindblad pre´sente´ en annexe B que ce couplage entraˆıne
l’existence d’un temps de vie fini de l’e´tat excite´ et e´largit la raie de luminescence. Nous prendrons
le temps dans cette partie de de´montrer l’ensemble de ces re´sultats, puisque ce formalisme sera
aussi utilise´ d’une manie`re similaire pour le calcul des processus de de´cohe´rence dus aux phonons
acoustiques dans le chapitre 3, et qui constitue le sujet principal de cette the`se.
1. On peut ve´rifier que (1.3.37) n’est pas une solution exacte en l’injectant dans Eq. (1.3.34).
2. Dans le cas ou` aucun autre couplage a` l’environnement n’est conside´re´, le temps de cohe´rence est uniquement
limite´ par le temps de vie radiatif comme nous le montrerons dans la partie 1.3.3.7.
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Figure 1.16 – Exemple d’oscillations de Rabi en re´gime impulsionnel pour des impulsions
d’aire Θ = pi/2 (a), Θ = pi (b), Θ = 2pi (c) et Θ = 5pi (d). Nous trac¸ons l’e´volution temporelle
de la population de l’e´tat excite´ (trait noir) ainsi que le pulse laser normalise´ (pointille´s rouges)
pour une impulsion se´cante hyperbolique de 3 ps de largeur a` mi-hauteur.
1.3.3.1 Hamiltonien
Les processus de couplage au champ e´lectromagne´tique ont pour conse´quence l’apparition d’un
temps de vie de l’e´tat excite´, qui dans le cas des BQ InAs/GaAs est de l’ordre de la nanoseconde.
L’excitation laser se faisant sur une dure´e de l’ordre de la picoseconde, nous conside´rerons dans la
suite que le syste`me a` deux niveaux est, a` l’instant initial, dans son e´tat excite´. Nous ne´gligerons
donc le terme de ”Rabi” de la partie pre´ce´dente (le deuxie`me de l’Eq. (1.3.23)), de telle sorte que
Hˆ = HˆQD + HˆEM + Hˆint, (1.3.39)
avec
HˆQD = −~ωX
2
σˆz, (1.3.40a)
HˆEM =
∑
n,λ
~ωnaˆ†n,λaˆn,λ, (1.3.40b)
Hˆint = −Dˆ . Eˆ. (1.3.40c)
L’expression de l’ope´rateur Dˆ est donne´ Eq. (1.3.22) ou` nous avons pris pour simplifier d = d∗,
Dˆ = d
(
σˆ + σˆ†
)
. (1.3.41)
L’expression du champ e´lectrique Eˆ a` la position de la BQ prise en r0 = 0 est donne´ par la
quantification du champ e´lectromagne´tique [76], de telle sorte que
Eˆ = i
∑
n,λ
√
~ωn
2ε0L3
(
aˆn,λ − aˆ†n,λ
)
en,λ, (1.3.42)
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ou` L3 est le volume de quantification du champ e´lectromagne´tique, en,λ est le vecteur polarisation
du mode n qui est orthogonal au vecteur d’onde kn. Enfin, aˆ
†
n,λ et aˆn,λ sont les ope´rateurs cre´ation et
annihilation d’un photon dans le mode kn avec la polarisation λ, ve´rifiant [aˆn,λ, aˆ
†
n′,λ′ ] = δn,n′δλ,λ′ .
Le hamiltonien d’interaction lumie`re-matie`re Eq.(1.3.40c) s’e´crit donc
Hˆint =
∑
n,λ
fn,λ
(
aˆn,λ − aˆ†n,λ
)(
σˆ + σˆ†
)
, (1.3.43)
avec fn,λ = −i
√
~ωn
2ε0L3
(en,λ .d) le couplage du syste`me a` deux niveaux au mode n du champ de
polarisation λ. Il est donc possible d’e´crire le hamiltonien d’interaction sous une forme qui nous
sera utile dans la suite, Hˆint = Aˆ Bˆ avec
Aˆ =
(
σˆ + σˆ†
)
, (1.3.44a)
Bˆ =
∑
n,λ
fn,λ
(
aˆn,λ − aˆ†n,λ
)
, (1.3.44b)
ou` nous remarquons que Aˆ = Aˆ† et Bˆ = Bˆ†.
Il est inte´ressant de de´finir la densite´ spectrale de couplage au champ e´lectromagne´tique JEM (ω) =∑
n,λ |fn,λ|2δ(ω−ωn) qui caracte´rise le couplage entre la BQ et le champ [77]. Son calcul est re´alise´
dans l’annexe C.1 et donne
JEM (ω) =
~d2ω3
6pi2c3ε0
. (1.3.45)
1.3.3.2 Utilisation du formalisme de Lindblad
Nous allons maintenant appliquer le formalisme de Lindblad [78] pre´sente´ dans l’annexe B, en
ve´rifiant que les conditions ne´cessaires a` son application (voir partie B.4) sont bien satisfaites. Ici,
le ”petit” syste`me, que nous nommerons s, est la BQ et le re´servoir est le champ e´lectromagne´tique
suppose´ dans son e´tat fondamental : le vide e´lectromagne´tique. Le hamiltonien conside´re´ ici a bien
la forme voulue : un terme pour le syste`me s, un terme pour le re´servoir de photons et un terme
d’interaction. La boˆıte perturbe de manie`re ne´gligeable l’environnement car elle n’e´met qu’un seul
photon, ce qui justifiera le traitement du terme d’interaction dans l’approximation de Born. Nous
poursuivons en identifiant les temps caracte´ristiques du syste`me :
• le temps de relaxation de la boˆıte correspond a` son temps de vie radiatif qui est de l’ordre
de la nanoseconde, donc ici τr = T1 ∼ 10−9 s
• le temps caracte´ristique lie´ a` la fre´quence de la transition de la boˆıte e´tudie´e est τs ∼ 2pi/ωX ∼
10−15 s puisque EX ∼ 1.3 eV
• le temps de corre´lation du re´servoir τB qui tend vers ze´ro dans le cas du vide e´lectromagne´-
tique [79] (voir la remarque en fin d’annexe C).
Comme τB  τr et τs  τr, les approximations Markovienne et se´culaire sont justifie´es. Enfin, la
condition au temps initial (Eq. (B.3.10)) est bien ve´rifie´e puisque 〈Bˆ〉 = 0.
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1.3.3.3 E´quation maˆıtresse en repre´sentation interaction
Le formalisme de Lindblad permet d’e´crire l’e´quation maˆıtresse pour la matrice densite´ re´duite
ˆ˜ρs du syste`me a` deux niveaux en repre´sentation interaction sous la forme
d ˆ˜ρs
dt
= D[ ˆ˜ρs], (1.3.46)
ou`1
D[ ˆ˜ρs] =
∑
ω
γ(ω)
[
Aˆ(ω)ˆ˜ρsAˆ
†(ω)− 1
2
{Aˆ†(ω)Aˆ(ω), ˆ˜ρs(t)}
]
, (1.3.47a)
avec {Oˆ1, Oˆ2} = Oˆ1Oˆ2 + Oˆ2Oˆ1 le crochet de Poisson de Oˆ1 et Oˆ2. Les ope´rateurs Aˆ(ω) sont les
ope´rateurs propres de HˆQD qui ve´rifient [HˆQD, Aˆ(ω)] = λ(ω)Aˆ(ω) avec λ(ω) ∈ C. Ils sont de la
forme
Aˆ(ω) =
∑
~ω=′−
Πˆ()Aˆ Πˆ(′), (1.3.48)
ou` Πˆ() est le projecteur sur le sous-espace propre associe´ a` la valeur propre  de HˆQD. Le coefficient
γ(ω) est donne´ par
γ(ω) =
1
~2
∫ +∞
−∞
ds eiωs〈 ˆ˜B†(s) ˆ˜B(0)〉, (1.3.49)
avec
ˆ˜B(t) = e
i
~ HˆEM tBˆe−
i
~ HˆEM t. (1.3.50)
Nous constatons que γ(ω) est proportionnel a` la transforme´e de Fourier de la fonction de corre´lation
du re´servoir CEM (t) = 〈 ˆ˜B†(t) ˆ˜B(0)〉 calcule´e dans l’annexe C.
Dans le cas d’un syste`me a` deux niveaux, il n’existe que deux sous-espaces propres et la diffe´rence
des e´nergies propres ne peut prendre que trois valeurs ω = 0,±ωX . Nous obtenons donc les trois
ope´rateurs propres de HˆQD, qui s’e´crivent en de´finissant Πˆ0 et ΠˆX les projecteurs associe´s aux
e´nergies propres −~ωX/2 et +~ωX/2,
Aˆ(ωX) = Πˆ0
(
σˆ + σˆ†
)
ΠˆX = σˆ, (1.3.51a)
Aˆ(−ωX) = ΠˆX
(
σˆ + σˆ†
)
Πˆ0 = σˆ
†, (1.3.51b)
Aˆ(0) = ΠˆX
(
σˆ + σˆ†
)
ΠˆX + Πˆ0
(
σˆ + σˆ†
)
Πˆ0 = 0. (1.3.51c)
En utilisant les expressions des ope´rateurs Aˆ(ω) obtenues pre´ce´demment, nous avons finalement
d ˆ˜ρs
dt
= D[ ˆ˜ρs] avec D[ ˆ˜ρs] = γ(ωX)Lσˆ[ ˆ˜ρs] + γ(−ωX)Lσˆ† [ ˆ˜ρs], (1.3.52)
ou` LOˆ[ ˆ˜ρs] = Oˆ ˆ˜ρsOˆ† − 12{Oˆ†Oˆ, ˆ˜ρs} est l’ope´rateur de Lindblad et ou` γ(ω) est donne´ Eq. (1.3.49) et
est explicitement calcule´ dans la partie suivante.
1. Les indices α et β introduit dans l’annexe B ont disparu graˆce a` la forme simple du hamiltonien d’interaction
de´fini Eq. (1.3.44).
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1.3.3.4 E´quation maˆıtresse en repre´sentation Schro¨dinger
Nous allons dans cette partie commencer par exprimer l’e´quation maˆıtresse en repre´sentation
Schro¨dinger puisque les calculs de valeurs moyennes d’ope´rateurs en repre´sentation Heisenberg font
apparaˆıtre la matrice densite´ en repre´sentation Schro¨dinger (voir l’annexe F.1 pour une discussion
plus de´taille´e). Par la suite, nous calculerons les coefficients γ(±ωX) apparaissant dans l’e´quation
maˆıtresse (1.3.52) et de´finis Eq. (1.3.49).
Pour revenir a` la repre´sentation Schro¨dinger pour l’e´quation (1.3.52), nous utilisons l’expression
de la matrice densite´ en repre´sentation interaction ˆ˜ρs = e
i
~ HˆQDtρˆse
− i~ HˆQDt (voir annexe A) qui
donne
dρˆs
dt
= − i
~
[HˆQD, ρˆs] + γ(ωX)e
− i~ HˆQDtLσˆ[ ˆ˜ρs]e
i
~ HˆQDt + γ(−ωX)e− i~ HˆQDtLσˆ† [ ˆ˜ρs]e
i
~ HˆQDt. (1.3.53)
En remarquant que
e−
i
~ HˆQDtLσˆ[ ˆ˜ρs]e
i
~ HˆQDt = Lσˆ[ρˆs], (1.3.54a)
e−
i
~ HˆQDtLσˆ† [ ˆ˜ρs]e
i
~ HˆQDt = Lσˆ† [ρˆs], (1.3.54b)
nous obtenons l’e´quation maˆıtresse en repre´sentation Schro¨dinger,
dρˆs
dt
= − i
~
[HˆQD, ρˆs] + γ(ωX)Lσˆ[ρˆs] + γ(−ωX)Lσˆ† [ρˆs]. (1.3.55)
Le calcul des coefficients γ(±ωX) se fait graˆce aux e´quations (1.3.49) et (C.2.8) qui donnent
γ(ω) =
1
~2
∫ +∞
−∞
ds eiωs〈 ˆ˜B†(s) ˆ˜B(0)〉
=
d2
6pi2~c3ε0
∫ +∞
0
dω˜ ω˜3
∫ +∞
−∞
ds ei(ω−ω˜)s
=
d2
3pi~c3ε0
∫ +∞
0
dω˜ ω˜3δ(ω − ω˜), (1.3.56)
ou` nous avons utilise´
∫ +∞
−∞ ds e
−i(ω−ω˜)s = 2piδ(ω − ω˜). Nous avons donc finalement
γ(ωX) =
d2ω3X
3pi~c3ε0
, (1.3.57a)
γ(−ωX) = 0. (1.3.57b)
En notant Γ = γ(ωX), l’e´quation maˆıtresse en repre´sentation Schro¨dinger (1.3.55) devient
dρˆs
dt
= − i
~
[HˆQD, ρˆs] + ΓLσˆ[ρˆs], (1.3.58)
ou` Lσˆ[ρˆs] = σˆρˆsσˆ† − 12{σˆ†σˆ, ρˆs}.
1.3.3.5 Temps de vie de l’e´tat excite´
Comme pre´ce´demment, conside´rons un syste`me initialement dans son e´tat excite´. Nous allons
de´terminer l’e´volution temporelle de la population de l’e´tat excite´, en re´solvant l’e´quation maˆı-
tresse (1.3.58) obtenue pre´ce´demment. En de´finissant les coefficients de ρˆs comme dans Eq. (1.3.27),
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nous avons
[σˆz, ρˆs] =
(
0 2ρ12
−2ρ21 0
)
, (1.3.59a)
Lσˆ[ρˆs] =
(
ρ22 −ρ12/2
−ρ21/2 −ρ22
)
. (1.3.59b)
En injectant ces re´sultats dans l’e´quation. (1.3.58), nous obtenons les e´quations re´gissant l’e´volution
de la matrice densite´ : 
dρ11
dt
+ Γρ11 = Γ,
dρ12
dt
+
(
Γ
2
− iωX
)
ρ12 = 0,
dρ21
dt
+
(
Γ
2
+ iωX
)
ρ21 = 0,
dρ22
dt
+ Γρ22 = 0.
(1.3.60)
Puisqu’a` l’instant initial le syste`me se trouve dans l’e´tat excite´, c’est-a`-dire ρ22(0) = 1, la dernie`re
e´quation donne
ρ22(t) = e
−Γt, (1.3.61)
ce qui met en e´vidence une de´croissance exponentielle de la population de l’e´tat excite´ pour un
syste`me a` deux niveaux uniquement couple´ au champ e´lectromagne´tique en espace libre. A` partir
de l’expression obtenue Eq. (1.3.57a) pour γ(ωX) nous pouvons faire une estimation du temps de
vie de l’e´tat excite´. Sachant que les BQ InAs ont un moment dipolaire de 10-100 Debye [80], nous
obtenons une valeur de T1 = 1/Γ ≈ 10 ns qui est supe´rieur d’un ordre de grandeur des valeurs
obtenues expe´rimentalement qui se trouvent autour de la nanoseconde.
Remarque sur le cas d’une excitation continue :
Nous avons suppose´ jusqu’a` pre´sent que le syste`me a` deux niveaux est, a` l’instant initial, dans son
e´tat excite´ et que le terme semi-classique d’interaction avec le laser re´sonant est nul (deuxie`me
terme de l’Eq. (1.3.23)). Dans le cas d’une excitation laser continue, ces hypothe`ses ne sont plus
valables. Il faut e´crire le hamiltonien de la boˆıte sous la forme (1.3.28) qui, en se plac¸ant dans le
re´fe´rentiel tournant du laser et sous excitation strictement re´sonante, devient HˆQD =
Ω
2 σˆx. Ses
vecteurs propres sont |±〉 = (|0〉 ± |X〉)/√2. Comme |−〉 est l’e´tat de plus basse e´nergie, le taux de
recombinaison radiative calcule´ pre´ce´demment dans le formalisme de Lindblad correspond mainte-
nant a` la transition |+〉 −→ |−〉, ce qui entraˆıne que l’e´tat final du syste`me est une combinaison
line´aire de |0〉 et |X〉. Nous retrouvons ici le fait qu’en re´gime continu, l’oscillation de Rabi est
amortie sur un temps caracte´ristique T1 et que l’e´tat propre est combinaison line´aire des e´tats |0〉
et |1〉 [78].
1.3.3.6 Profil Lorentzien des raies d’e´mission
Nous allons montrer qu’un syste`me a` deux niveaux uniquement couple´ au champ e´lectroma-
gne´tique a un profil spectral Lorentzien de largeur a` mi-hauteur Γ = 1/T1. Nous montrons dans
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l’annexe D que le champ e´mis par une BQ, couple´ uniquement au champ e´lectromagne´tique, est de
la forme
EˆQD(t) = Eˆ
(+)
QD(t) + Eˆ
(−)
QD(t), (1.3.62)
avec
Eˆ
(−)
QD(t) =
(
Eˆ
(+)
QD(t)
)†
= Kσˆ†(t) e, (1.3.63)
ou` K est une constante, e le vecteur unitaire caracte´risant la polarisation de l’e´mission de la
BQ, et σˆ†(t) = e
i
~ Hˆtσˆ†e−
i
~ Hˆt l’ope´rateur cre´ation d’une excitation dans la boˆıte en repre´sentation
Heisenberg.
Le the´ore`me de Wiener-Khinchin optique [81, 82], pre´sente´ dans l’annexe E, permet de re-
lier le champ e´lectrique e´mis par un dipoˆle, a` la densite´ spectrale d’e´nergie S(ω), c’est-a`-dire au
spectre de´tecte´ par des appareils de mesure. Le the´ore`me donne (dans sa version alternative, voir
annexe E.4),
S(ω) = S (ω)+S ∗(ω) avec S (ω) =
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ
〈
Eˆ
(−)
QD(t+ τ)Eˆ
(+)
QD(t)
〉
e−iωτ ,(1.3.64)
qui devient en utilisant Eq. (1.3.63),
S (ω) = |K|2
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ 〈σˆ†(t+ τ)σˆ(t)〉 e−iωτ . (1.3.65)
La fonction de corre´lation 〈σˆ†(t + τ)σˆ(t)〉 est calcule´e dans l’annexe F en utilisant le the´ore`me de
la re´gression quantique [78, 81], et nous obtenons
〈σˆ†(t+ τ)σˆ(t)〉 = eiωXτ e−Γt−Γ2 τ . (1.3.66)
Nous avons alors
S (ω) =
|K|2
Γ
1
Γ
2 − i(ωX − ω)
, (1.3.67)
et nous obtenons le profil spectral pour l’e´mission de la boˆıte
S(ω) = S (ω) +S ∗(ω)
=
A
1 +
(
2(ω−ωX)
Γ
)2 , (1.3.68)
ou` nous avons pose´ A = 4|K|2/Γ2. Nous retrouvons bien la forme Lorentzienne des raies de lumi-
nescence avec Γ = 1/T1 la largeur a` mi-hauteur.
1.3.3.7 Temps de cohe´rence d’un syste`me a` deux niveaux
Le temps de cohe´rence des photons e´mis par une BQ correspond au temps caracte´ristique pen-
dant lequel un photon e´mis est cohe´rent avec lui meˆme, c’est-a`-dire au temps pendant lequel ce
photon peut interfe´rer avec lui meˆme. Ce genre de mesure est re´alise´e en utilisant un interfe´rome`tre
de Michelson dont les de´tails expe´rimentaux seront pre´sente´s dans la partie 2.3.5.
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Le profil d’intensite´ de deux ondes cohe´rentes de pulsation ω, d’intensite´ I0 et dont la diffe´rence
de chemin optique vaut δ, est de la forme
I(ω) = 2I0
[
1 + cos
(
ωδ
c
)]
, (1.3.69)
ou` c est la vitesse de la lumie`re. Dans le cas d’une BQ, nous venons de montrer que la distribution
en e´nergie de la luminescence e´mise est une Lorentzienne de largeur a` mi-hauteur Γ, centre´e en ωX ,
de telle sorte que la distribution (normalise´e) en e´nergie s’e´crit
P(ω) = 2/piΓ
1 +
(
2(ω−ωX)
Γ
)2 . (1.3.70)
La figure d’interfe´rence totale est alors de la forme
I =
∫ +∞
−∞
I(ω)P(ω)dω , (1.3.71)
ou` l’inte´grale a e´te´ e´tendue aux fre´quences ne´gatives pour la commodite´ du calcul. Cette inte´grale
se calcule en utilisant le the´ore`me des re´sidus et nous obtenons apre`s inte´gration
I = 2I0
[
1 + e−Γt/2 cos
(
2pi
λX
ct
)]
, (1.3.72)
avec t = δ/c le de´lai entre les deux voies de l’interfe´rome`tre. Le contraste des interfe´rence est alors
donne´ par C(t) = e−Γt/2 et nous constatons qu’il de´croˆıt sur un temps caracte´ristique T2 = 2/Γ =
2T1. Nous venons donc de montrer que le couplage au champ e´lectromagne´tique impose une limite
supe´rieure a` la cohe´rence des photons e´mis par une BQ e´gale a` deux fois le temps de vie radiatif.
Nous remarquerons de plus que le calcul complet met en e´vidence le fait que le contraste de la
figure d’interfe´rence correspond a` la transforme´e de Fourier de la raie de luminescence, d’ou` le nom
de spectroscopie par transforme´e de Fourier.
1.4 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons pre´sente´ le syste`me que nous e´tudierons tout au long de cette
the`se, a` savoir une BQ auto-organise´e InAs/GaAs en interaction avec la lumie`re. Nous avons vu
qu’en raison du confinement des porteurs dans les trois directions de l’espace, leur e´nergie est
quantifie´e, ce qui confe`re aux BQ des proprie´te´s particulie`res, notamment lors de leur interaction
avec la lumie`re. Nous avons e´galement introduit le concept de paire e´lectron-trou, quasi-particule
forme´e d’un e´lectron dans la bande de conduction et d’un trou dans la bande de valence. Nous avons
rappele´ que, si dans le cas d’un semiconducteur massif c’est l’interaction coulombienne qui lie cette
quasi-particule qui s’appelle alors exciton, dans le cas d’une BQ c’est le potentiel de confinement
qui est dominant et il faut alors simplement parler de paires e´lectron-trou (corre´le´es).
Dans un deuxie`me temps, nous avons e´tudie´ le couplage entre une BQ mode´lise´e comme un
syste`me a` deux niveaux et la lumie`re. Nous avons commence´ par montrer que cette interaction
peut eˆtre de´crite par le hamiltonien d’interaction dipolaire en se plac¸ant dans la jauge de Go¨ppert-
Mayer. Nous avons ensuite conside´re´ l’interaction d’une BQ avec une excitation laser re´sonante
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traite´e classiquement et nous avons montre´ qu’en re´gime impulsionnel l’e´tat du syste`me a` deux
niveaux peut eˆtre controˆle´ de manie`re de´terministe graˆce a` la puissance du laser utilise´. Enfin, nous
avons conside´re´ l’interaction entre un syste`me a` deux niveaux initialement dans son e´tat excite´
et l’ensemble des modes du champ e´lectromagne´tique et nous avons mis en e´vidence l’existence
d’un temps de vie fini de l’e´tat excite´. Nous avons aussi montre´ que ce couplage conduit a` une
forme Lorentzienne des raies de luminescence ainsi qu’a` l’existence d’un temps de cohe´rence pour
les photons e´mis.
Chapitre 2
Excitation re´sonante de boˆıtes
uniques et dispositif expe´rimental
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2.1 Introduction
Nous nous proposons dans cette partie de de´crire et de donner les inte´reˆts du dispositif ex-
pe´rimental utilise´ durant cette the`se pour l’e´tude re´sonante de boˆıtes quantiques (BQ) uniques.
L’inte´gralite´ des mesures ont e´te´ re´alise´es optiquement, c’est-a`-dire par l’utilisation d’une excita-
tion laser combine´e a` la de´tection de la photoluminescence. Nous avons e´galement de´veloppe´ des
e´chantillons contacte´s e´lectriquement, afin d’appliquer de manie`re controˆle´e un champ e´lectrique le
long de l’axe de croissance des structures.
Nous commencerons par mettre en e´vidence les inte´reˆts de l’excitation re´sonante et les difficulte´s
expe´rimentales qui lui sont propres, puis nous de´crirons la structure particulie`re des e´chantillons
e´tudie´s qui nous a permis de de´passer ces difficulte´s. Nous nous inte´resserons ensuite au dispositif
expe´rimental de photoluminescence permettant d’e´tudier des BQ uniques. Pour finir, nous passerons
en revue les diffe´rentes techniques expe´rimentales nous permettant de caracte´riser l’e´mission d’une
BQ : e´tude de la polarisation, mesure de la statistique d’e´mission, mesure du temps de vie et du
temps de cohe´rence et enfin, caracte´risation de l’indiscernabilite´ des photons e´mis.
2.2 Excitation re´sonante : une e´tude propre se paie cher
2.2.1 Inte´reˆts de l’excitation re´sonante
Nous avons vu dans la partie 1.2 qu’une BQ posse`de un spectre discret en e´nergie duˆ au confine-
ment des porteurs dans les trois directions de l’espace. Son spectre de photoluminescence pre´sente
en conse´quence des raies fines associe´es aux transitions possibles entre diffe´rents niveaux d’e´ner-
gie. Dans notre cas, la luminescence est obtenue en excitant optiquement les BQ graˆce a` un laser
accordable en e´nergie et nous reviendrons sur les caracte´ristiques de ce laser d’excitation dans la
partie 2.2.4.1. Dans le cas ou` l’e´nergie du laser est plus grande que l’e´nergie des transitions ob-
serve´es (Figure 2.1 (a)), nous parlons d’excitation non-re´sonante. Dans le cas ou` l’e´nergie du laser
co¨ıncide exactement avec l’e´nergie d’une transition de la BQ e´tudie´e (Figure 2.1 (b)), nous parlons
d’excitation re´sonante. Si la premie`re observation de la luminescence de BQ a e´te´ re´alise´e en 1994
par J. Y. Marzin et al [24], il a fallu attendre les travaux de Muller et al [34] en 2007 et de Melet
et al [42] en 2008 pour que leur e´tude sous excitation re´sonante soit publie´e. Nous nous proposons
dans cette partie de discuter les inte´reˆts de l’excitation re´sonante.
Commenc¸ons par nous inte´resser a` une paire e´lectron-trou cre´e´e lors d’une excitation non-
re´sonante comme sche´matise´ Figure 2.1 (a). La longueur d’onde du laser utilise´ e´tant autour de
870 nm et correspondant a` une excitation dans la couche de mouillage, la paire e´lectron-trou est
cre´e´e dans les barrie`res et met un temps τcap ∼ 1− 5 ps avant d’eˆtre ”capture´e” par la BQ [83, 84].
La deuxie`me e´tape, avant que la paire e´lectron-trou puisse se recombiner radiativement en e´mettant
un photon d’e´nergie ~ω0, est la relaxation des porteurs des e´tats excite´s de la BQ vers l’e´tat excite´
de plus basse e´nergie : un e´lectron et un trou dans les e´tats de plus basse e´nergie des bandes de
conduction et de valence respectivement. Siegert et al [84] ont montre´ expe´rimentalement que ce
temps de relaxation τrel est du meˆme ordre de grandeur que τcap ce qui entraˆıne que le temps total
que met la paire e´lectron-trou entre le moment ou` elle est photo-cre´e´e dans la barrie`re et le moment
ou` elle se retrouve dans l’e´tat excite´ de plus basse e´nergie de la BQ est de l’ordre de la dizaine de
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Figure 2.1 – (a) Processus de relaxation d’une paire e´lectron-trou cre´e´e sous excitation non-
re´sonante. La paire est photocre´e´e dans les barrie`res, les porteurs sont capture´s dans la BQ,
ils relaxent non radiativement jusque dans l’e´tat excite´ de plus basse e´nergie et finalement, se
recombinent radiativement en e´mettant un photon d’e´nergie ~ω0. (b) Sous excitation re´sonante,
la paire e´lectron-trou est directement cre´e´e dans l’e´tat excite´ de plus basse e´nergie de la boˆıte.
picosecondes. De plus, une excitation non-re´sonante cre´e en ge´ne´ral plusieurs paires e´lectron-trou
qui vont par la suite eˆtre capture´es par la BQ. Un photon ne pourra donc eˆtre e´mis a` l’e´nergie
~ω0 que lorsque la dernie`re paire e´lectron-trou pre´sente dans la boˆıte se recombine. A l’inverse, une
excitation laser re´sonante ne cre´e qu’une seule paire e´lectron-trou directement dans l’e´tat excite´ de
plus basse e´nergie de la boˆıte, paire qui peut a priori se recombiner instantane´ment si on ne tient
pas compte du temps de vie de l’e´tat conside´re´.
La diffe´rence majeure entre ces deux types d’excitation re´side donc dans le fait que dans le
cas non-re´sonant la paire e´lectron-trou sonde son environnement (barrie`res, niveaux excite´s de
la boˆıte, pre´sence d’autres paires e´lectron-trou) avant de se retrouver dans l’e´tat ou` elle est en
mesure de se recombiner en e´mettant un photon a` l’e´nergie ~ω0. La Figure 2.2 pre´sente des mesures
de temps de vie (a) et de temps de cohe´rence (b) des photons e´mis par une BQ sous excitation
re´sonante (noir) et non-re´sonante (rouge)[45]. Nous reviendrons dans les parties 2.3.4 et 2.3.5 sur
les de´tails expe´rimentaux pour la re´alisation de ces expe´riences. Pour la mesure du temps de vie
nous constatons que le maximum de corre´lation est de´cale´ de pre`s d’une nanoseconde, ce qui a
e´te´ interpre´te´ par Elvira et al [85] comme duˆ a` la pre´sence de plus d’une paire e´lectron-trou dans
la boˆıte. En ce qui concerne les mesures de temps de cohe´rence, nous constatons clairement que
le temps de cohe´rence sous excitation non-re´sonante (TNR2 ) est infe´rieur a` celui sous excitation
re´sonante (TR2 ), ce qui confirme que les processus de capture et relaxation de la paire e´lectron-trou
de´truisent la cohe´rence des photons e´mis.
Nous avons donc deux inte´reˆts a` re´aliser une e´tude sous excitation re´sonante. Premie`rement,
afin que le degre´ d’indiscernabilite´ des photons e´mis successivement par la BQ soit le plus grand
possible, pour des applications en information quantique ou pour e´tudier d’autres phe´nome`nes
physiques relie´s a` la perte d’indiscernabilite´ (voir chapitre 3). Ensuite, parce que si nous souhaitons
utiliser un mode`le microscopique pour de´crire the´oriquement les phe´nome`nes observe´s, le traitement
des processus de relaxation rend le proble`me bien plus complique´. Dans la suite de cette partie nous
nous inte´resserons aux difficulte´s expe´rimentales lie´es a` l’excitation re´sonante et nous donnerons
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Figure 2.2 – Donne´es extraites de [45]. (a) Mesure de temps de vie sous excitation re´sonante
TR1 = 670 ns (carre´s noirs) et non-re´sonante T
NR
1 = 850 ns (e´toiles rouges). (b) Mesure de
temps de cohe´rence sous excitation re´sonante TR2 = 950 ns (carre´s noirs) et non-re´sonante
TNR2 = 200 ns (e´toiles rouges).
les de´tails expe´rimentaux qui ont permis d’obtenir les re´sultats pre´sente´s dans ce manuscrit, en
commenc¸ant par l’e´laboration des e´chantillons puis en de´crivant le montage optique utilise´.
2.2.2 Difficulte´s de l’excitation re´sonante
Comme mentionne´ pre´ce´demment, notre objectif est d’adresser de manie`re re´sonante une BQ
unique. Pour ce faire, nous pourrions envisager d’utiliser une configuration de photo-luminescence
”usuelle” (sche´matise´e Figure 2.3 (a)) ou` l’objectif d’excitation sert aussi d’objectif de de´tection.
Pour des expe´riences non-re´sonantes, ce montage pre´sente l’avantage d’eˆtre particulie`rement simple
et la luminescence de la BQ e´tudie´e peut eˆtre se´pare´e des photons du laser par l’utilisation d’un
simple spectrome`tre. Ce n’est plus le cas lors d’une excitation re´sonante puisque le laser d’excitation
se trouve exactement a` la meˆme longueur d’onde que celle des photons e´mis par la BQ. Ceci constitue
un proble`me majeur puisqu’une BQ est une source de photons uniques alors que le nombre moyen
de photons contenus dans un pulse d’excitation laser est N1 pulse = λPlas/hcνrep ∼ 5.104. Dans
l’expression pre´ce´dente, λ = 920 nm est la longueur d’onde du laser pour une excitation re´sonante,
Plas ∼ 10µW est la puissance du laser mesure´ avant l’objectif de microscope et νrep = 82 MHz est
le taux de re´pe´tition du laser. Nous constatons donc que nous pouvons nous attendre a` avoir 4 ou
5 ordres de grandeurs entre le nombre de photons e´mis par la boˆıte et le nombre de photons laser,
ce qui rend impossible une e´tude re´sonante avec un tel syste`me expe´rimental.
Pour surpasser cette difficulte´, plusieurs solutions sont envisageables. La premie`re consiste a`
conserver la meˆme ge´ome´trie mais a` faire une se´lection en polarisation de la luminescence : la de´-
tection se fait dans une polarisation orthogonale a` l’excitation. Cette me´thode (voir Figure 2.3 (b)
tire´e de la ref. [86]) est utilise´e par de nombreux groupes a` l’heure actuelle (ceux de A. Imamog˘lu a`
l’ETH a` Zurich, P. Senellart au C2N a` Saclay, J.-W. Pan a` Shanghai ou encore celui de M. Atatu¨re a`
Cambridge). Il pre´sente l’avantage de ne ne´cessiter qu’un montage expe´rimental tre`s simple, la seule
contrainte e´tant d’utiliser un polariseur de haute qualite´ (facteur d’extinction autour de 108) et un
re´glage fin. Cependant, plusieurs inconve´nients sont a` prendre en compte. Premie`rement, la confi-
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Figure 2.3 – (a) Sche´ma expe´rimental d’un montage de photoluminescence classique, le meˆme
objectif de microscope sert a` la fois pour l’excitation et la de´tection. (b, c) Sche´ma expe´rimental
d’un montage pour l’e´tude re´sonante de BQ avec se´lection en polarisation (b) [86] et se´lection
spatiale (c) [87] de la luminescence re´sonante.
guration excitation/de´tection impose ge´ne´ralement de perdre la moitie´ du signal de luminescence,
ce qui peut eˆtre critique pour des BQ peu brillantes. Deuxie`mement, la se´lection en polarisation fait
perdre toutes les informations sur la polarisation de la luminescence e´mise et donc sur le syste`me
e´tudie´. La deuxie`me strate´gie pour re´aliser une expe´rience sous excitation re´sonante est de re´aliser
l’excitation de la BQ et la de´tection de la luminescence e´mise dans deux directions orthogonales
(voir Figure 2.3 (c) tire´e de la ref. [87]). Cette technique est utilise´e par exemple dans les groupes
de C. Diederichs au LPA a` Paris, de G. S. Solomon a` l’universite´ de Maryland ou de P. Michler a`
Stuttgart et permet de s’affranchir du laser d’excitation, tout en pre´servant l’intensite´, et l’informa-
tion sur la polarisation de l’e´mission de la BQ e´tudie´e. En re´alite´, la principale limitation de cette
me´thode est qu’il existe toujours une partie de laser diffuse´ collecte´e par l’objectif de de´tection et
qui vient ajouter un ”fond” au signal provenant de la BQ.
Dans notre e´quipe, nous avons e´te´ parmi les premiers groupes a` utiliser une ge´ome´trie originale
d’optique guide´e pour de´coupler spatialement l’excitation laser et la de´tection de la luminescence.
Nous de´crivons dans la partie suivante la structure des e´chantillons utilise´s pendant ces travaux de
the`se.
2.2.3 Structure des e´chantillons
Comme mentionne´ pre´ce´demment, l’e´quipe dans laquelle j’ai re´alise´ ma the`se a fait le choix d’uti-
liser une ge´ome´trie guide´e (unidimensionnelle) pour eˆtre en mesure d’e´tudier des BQ sous excitation
re´sonante. Pour ce faire, la strate´gie est de faire croˆıtre un plan de BQ InAs (comme discute´ dans
la partie 1.2.2.4) dans un guide d’onde planaire et de graver des rubans microme´triques permettant
d’obtenir le confinement de l’excitation laser dans une direction. Ce guide d’onde est re´alise´ par
une cavite´ a` miroirs de Bragg dans la direction de croissance, qui permet par ailleurs de maximiser
l’e´mission dans la direction de collection de la luminescence et donc de maximiser le signal de´tecte´.
Nous allons dans la suite de´crire rapidement les deux types d’e´chantillons utilise´s pendant ce travail
de the`se en commenc¸ant par les e´chantillons non-dope´s sur lesquels ont e´te´ re´alise´es les mesures
d’indiscernabilite´ permettant l’e´tude de l’interaction e´lectron-phonon (voir chapitre 3). Nous nous
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Figure 2.4 – Image MEB de l’e´chantillon S1 avant (a) et apre`s (b) gravure. Nous pouvons voir
sur la premie`re image la re´sine qui sert de masque a` la gravure. Apre`s gravure, nous constatons
que l’interface grave´e est en forme de dents de scie (dues a` l’alternance de composition des
miroirs de Bragg) probablement responsable d’une augmentation du laser diffuse´. (c) Spectre
de photoluminescence d’une BQ de l’e´chantillon S1 sous excitation non-re´sonante. (d) Sche´ma
d’une coupe transversale de l’e´chantillon S1.
focaliserons par la suite sur les e´chantillons dope´s et contacte´s nous permettant d’appliquer un
champ e´lectrique transverse au plan des BQ pour le controˆle de´terministe de leur e´tat de charge
(voir chapitre 4).
La croissance des e´chantillons a e´te´ re´alise´e au Centre de Nanosciences et de Nanotechnologies
(C2N) a` Marcoussis par Aristide Lemaˆıtre et Carmen Gomez. Les divers processus de nanofabri-
cation (gravure, lithographie, contacts...) sont dus a` Anthony Martinez, Ste´phane Guillet, Kamel
Merghem et Christian Ulysse.
2.2.3.1 E´chantillon non dope´
L’e´chantillon non dope´ intentionnellement, que nous nommerons S1 dans la suite, est constitue´
d’un plan de BQ InAs inse´re´ entre deux couches de GaAs. Cet ensemble d’environ 0.3µm d’e´paisseur
est lui- meˆme inse´re´ dans une cavite´ a` miroirs de Bragg compose´ de 24 paires1 sous le plan de BQ
et de 12 paires au dessus, comme le montrent les images MEB de la Figure 2.4. La densite´ de BQ
est de l’ordre de quelques boˆıtes par µm2 mais nous pouvons remarquer que la distribution spatiale
n’est pas homoge`ne, ce qui a pour conse´quence que certaines zones de l’e´chantillon ne posse`dent
presque aucune BQ, alors que d’autres pre´sentent une densite´ trop importante pour envisager
sereinement l’e´tude d’objets individuels. La distribution en e´nergie des boˆıtes est comprise entre
1.32 eV (940 nm) et 1.36 eV (910 nm) et nous observons la luminescence de la couche de mouillage
autour de 1.43 eV (870 nm). Nous pre´sentons Figure 2.4 (c) un spectre typique de luminescence
sous excitation non-re´sonante.
1. Une paire de miroirs de Bragg est constitue´e de 535 A˚ de Al0.95GaAs et 640 A˚ de GaAs (λ/4n).
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Les effets de la cavite´ a` miroirs de Bragg sont multiples. Outre le fait d’orienter l’e´mission de la
luminescence dans la direction de collection, elle a pour autre conse´quence de filtrer spectralement
la luminescence des BQ selon la valeur de son facteur de qualite´ Q = λ/∆λ ou` λ et ∆λ sont la
longueur d’onde centrale et la largeur de la bande passante de la cavite´. Pour l’e´chantillon S1, le
choix a e´te´ fait de faire croˆıtre la cavite´ avec un gradient d’e´paisseur, de manie`re a` pourvoir accorder
la longueur d’onde centrale de la cavite´ a` celle d’e´mission des boˆıtes. C’est ce que nous constatons
sur la Figure 2.5 ou` nous pre´sentons les spectres de photomuminescence de deux BQ e´tudie´es a` deux
endroits distincts de S1. Ces mesures nous permettent aussi d’obtenir une valeur approximative du
facteur de qualite´ de la cavite´ en ajustant le fond des spectres par une gaussienne (trait rouge) :
nous obtenons des facteurs de qualite´ de quelques centaines. Nous verrons dans le chapitre 3 que
meˆme si ces facteurs de qualite´ sont faibles et empeˆchent d’obtenir une indiscernabilite´ proche de
l’unite´ pour les photons e´mis, cela permet de collecter aussi bien l’e´mission de la raie ze´ro phonon
de la BQ que celle assiste´e par e´mission-absorption de phonons. Cela nous permettra d’e´tudier
l’interaction e´lectron-phonon qui ope`re dans ce syste`me. Il est aussi utile de mentionner ici que les
facteurs de qualite´ des cavite´s utilise´es sont trop faibles pour que nous puissions mettre en e´vidence
une re´duction du temps de recombinaison radiative des paires e´lectrons-trous pre´sentes dans la
boˆıte. Nous ne tiendrons donc pas compte de l’effet Purcell dans la suite de ce manuscrit.
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Figure 2.5 – Spectres sous excitation non-re´sonante de deux parties diffe´rentes de l’e´chantillon
S1 (trait noir). Un fit Gaussien (trait rouge) du ”fond” de luminescence permet d’obtenir un
ordre de grandeur de la bande passante de la cavite´ et donc du facteur de qualite´.
Finalement, les rubans microme´triques sont grave´s pe´riodiquement sur l’e´chantillon. La tech-
nique utilise´e est une gravure physique ICP (pour Inductively Coupled Plasma) re´alise´e apre`s la
croissance de l’e´chantillon : un masque formant des se´ries de rubans de largeurs variables est appli-
que´ sur l’e´chantillon (Figure 2.4 a). Lors du processus de gravure, les parties sous ce masque sont
laisse´es intactes alors que le reste de l’e´chantillon est grave´. Des simulations sous le logiciel MEEP
ont montre´ que pour des rubans de largeur infe´rieure a` L = 0.8µm les guides sont monomodes
et deviennent multimodes pour des valeurs supe´rieurs de L. Bien qu’en the´orie il soit davantage
inte´ressant d’utiliser des guides monomodes (puisque nous pouvons y de´crire simplement la pro-
pagation d’un faisceau lumineux), nous utilisons des guides de largeur L ≥ 1µm afin de coupler
convenablement le laser a` l’inte´rieur et ainsi e´viter d’accroˆıtre fortement la quantite´ de laser diffuse´.
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2.2.3.2 E´chantillon dope´
Structure
Pour l’e´chantillon posse´dant des contacts e´lectriques, que nous nommerons S2 dans la suite, la
structure est essentiellement la meˆme que celle de l’e´chantillon non dope´ : un plan de BQ InAs/GaAs
inse´re´ entre deux couches de GaAs d’e´paisseur d1 au dessous du plan de boˆıtes (coˆte´ substrat) et
d3 au dessus du plan de boˆıtes (coˆte´ air). Cette structure est elle-meˆme inse´re´e dans une cavite´ a`
miroirs de Bragg compose´e de 24 paires sous le plan de BQ et de 12 paires au dessus. La densite´
de boˆıtes est similaire a` celle de l’e´chantillon S1 (quelques boˆıtes par µm2) ainsi que leur longueur
d’onde d’e´mission.
La premie`re diffe´rence vient du dopage des diffe´rentes parties de la structure qui de´finissent les
points d’application des tensions e´lectriques. Ces dopages sont re´alise´s en incorporant des atomes
dit donneurs (dopage n) ou accepteurs (dopage p) qui permettent non seulement de conduire le
courant dans les parties dope´es de l’e´chantillon mais aussi de cre´er un champ e´lectrique interne entre
les deux parties dope´es : c’est le principe de la jonction PIN utilise´e dans nos e´chantillons dont la
structure de bande est donne´e Figure 2.6. Dans notre cas, le dopage n est re´alise´ en incorporant des
atomes de Silicium a` la place des atomes de Gallium. En effet, le Silicium posse´dant un e´lectron
de valence de plus que le Gallium, il reste un e´lectron disponible et mobile pour chaque atome
de Silicium incorpore´ une fois que celui-ci a re´tabli l’ensemble des liaisons covalentes de l’atome
de Gallium remplace´. De manie`re similaire, le dopage p est re´alise´ en incorporant des atomes de
Be´ryllium a` la place d’atomes de Gallium, le Be´ryllium posse´dant un e´lectron de valence de moins
que le Gallium. Dans nos e´chantillons, la partie dope´e n se trouve du coˆte´ du substrat a` la distance
d1 du plan de boites. La partie dope´e p se trouve a` une distance d2 du plan de boites. Ces dopages
permettent de placer le niveau de Fermi au niveau de la bande de conduction de la partie dope´e n
Figure 2.6 – Structure de bande de l’e´chantillon S2 sans tension externe applique´e. La zone
bleue repre´sente la partie dope´e n avec un surplus d’e´lectrons et la zone rose celle dope´e p. Les
distances d1 et d2 sont les distances entre le plan de BQ et les contacts n et p respectivement. Une
conse´quence des diffe´rents dopages est l’apparition d’une tension interne (built in en anglais)
VBI telle que qVBI = E
GaAs
gap ou` q = 1.60× 10−19 C est la charge d’un e´lectron.
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et au niveau de la bande de valence de la partie dope´e p et de cre´er ainsi une tension VBI = E
GaAs
gap /q
(pour built-in voltage) comme repre´sente´ Figure 2.6.
La deuxie`me diffe´rence avec les e´chantillons non dope´s est e´videmment la cre´ation de contacts
e´lectriques (voir Figure 2.7 (a)) que nous pouvons relier (via des micro-soudures) a` un ge´ne´rateur
de tension permettant d’appliquer un champ e´lectrique exte´rieur en plus du champ intrinse`que duˆ
au dopage. Pour les contacts coˆte´ air, nous commenc¸ons par de´poser une re´sine sur l’ensemble de
l’e´chantillon ou` les rubans ont au pre´alable e´te´ grave´s. La re´sine est retire´e chimiquement des zones
ou` nous souhaitons de´poser les contacts puis une couche d’or de 100 nm d’e´paisseur est e´vapore´e.
Finalement la re´sine est retire´e du reste de l’e´chantillon et nous obtenons des bandes d’or de
100µm de largeur de´pose´es perpendiculairement aux guides ce qui permet de leur fixer un potentiel
commun. Pour le contact arrie`re en dessous du plan de boˆıtes, le proble`me est plus complique´
puisqu’il est ne´cessaire d’isoler e´lectriquement la structure, afin de se pre´munir des variations de
potentiel du cryostat, tout en conservant un bon contact thermique pour refroidir convenablement
l’e´chantillon. La solution pour laquelle nous avons opte´, consiste a` coller l’e´chantillon sur un plaque
de Silicium sur laquelle nous avons, au pre´alable, fait croˆıtre d’un coˆte´ une couche de Titane
puis une couche d’or d’environ 100 nm d’e´paisseur chacune, et de l’autre coˆte´ une couche d’oxyde
d’aluminium (Al2O3) d’environ 100 nm aussi. Par la suite, l’e´chantillon est colle´ sur la plaque
de Silicium coˆte´ or ce qui permet de prendre le contact e´lectrique sur l’or tout en e´tant isole´
e´lectriquement du cryostat graˆce a` la plaque de Silicium comme le montre la Figure 2.6 (b). Nous
noterons que la couche d’oxyde d’Aluminium n’est ici qu’une ”se´curite´” puisque le silicium est
Figure 2.7 – (a) Sche´ma de l’e´chantillon avec contacts e´lectriques a` trois dimensions. Le
plan de BQ (plan rouge) est inse´re´ dans une cavite´ a` miroirs de Bragg (bleue) afin d’ame´liorer
la collection de la luminescence e´mise. Des guides sont grave´s afin de permettre l’excitation
re´sonante dans une direction orthogonale a` la direction de collection de la luminescence. Des
rubans d’or sont de´pose´s sur le dessus des guides afin de pourvoir fixer leur potentiel coˆte´
air. Enfin, le contact arrie`re est re´alise´ en collant l’e´chantillon sur une plaque ou` nous avons
de´pose´ au pre´alable une couche d’or de 100 nm. (b) Vue de profil de l’e´chantillon contacte´.
La plaque de silicium sur laquelle est colle´ l’e´chantillon sert a` l’isoler e´lectriquement mais pas
thermiquement du cryostat. La couche de titane permet simplement l’accroche de l’or et celle
d’oxyde d’aluminium est une se´curite´ pour l’isolation e´lectrique.
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un isolant e´lectrique. De plus, la couche de Titane mentionne´e pre´ce´demment ne sert en re´alite´
qu’a` permettre l’accroche de l’or qui ne peut se fixer directement sur le Silicium. En reliant les
rubans d’or au dessus des guides a` la borne plus d’un ge´ne´rateur de tension et la plaque d’or sous
l’e´chantillon a` la borne moins, nous sommes donc capables d’appliquer une diffe´rence de potentiel
dans la direction de croissance des BQ, et donc un champ e´lectrique. Nous utilisons la diode en
configuration inverse, une tension positive aplatissant les bandes et une tension ne´gative accentuant
leur courbure.
Tension re´ellement applique´e sur l’e´chantillon
En the´orie, la diffe´rence de potentiel applique´e aux points situe´s aux distances d1 et d2 du plan
de BQ que nous noterons U et celle de´livre´e par le ge´ne´rateur de tension note´e V , sont les meˆmes.
En re´alite´, U est plus petite que la valeur attendue, en raison des contacts ohmiques non ide´aux
au niveau des micro-soudures. Dans le but de connaˆıtre la tension re´ellement applique´e sur les BQ,
nous utilisons deux valeurs particulie`res de la tension qui nous permettent de remettre a` l’e´chelle
la tension applique´e. La premie`re valeur correspond a` la tension nulle : si nous n’appliquons pas
de diffe´rence de potentiel, la tension re´ellement applique´e est bien nulle. La deuxie`me correspond a`
la tension a` partir de laquelle le courant passe dans l’e´chantillon, note´e Uc Figure 2.6, c’est-a`-dire
lorsque le haut de la bande conduction passe sous le niveau de Fermi. En utilisant le fait qu’a`
l’interface entre deux semiconducteurs, la diffe´rence de gap se re´percute pour deux tiers dans la
bande conduction et pour un tiers dans la bande de valence nous avons
qUc = qVBI +
2
3
(
EAlAsgap − EGaAsgap
)
=
[
EGaAsgap +
2
3
(
EAlAsgap − EGaAsgap
)]
. (2.2.1)
A 4 K, nous avons EGaAsgap = 1.52 eV et E
AlAs
gap = 2.23 eV ce qui donne Uc = 1.99 V. Cela nous permet
d’appliquer une homothe´tie sur V , la tension de´livre´e par le ge´ne´rateur, pour connaˆıtre la tension U
re´ellement applique´e au niveau du plan des BQ. En notant Vc la tension de´livre´e par le ge´ne´rateur
de tension a` partir de laquelle le courant passe (Figure 2.8 (a)), nous obtenons U = (V Uc)/Vc trace´e
Figure 2.8 (b).
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Figure 2.8 – (a) Proce´dure pour connaˆıtre la tension U re´ellement applique´e au niveau du plan
de BQ. En noir l’intensite´ mesure´e en fonction de la tension de´livre´e par le ge´ne´rateur et en
rouge l’intensite´ mesure´e en fonction de la tension re´ellement applique´e sur le plan de boˆıtes.
(b) Calibration de la tension U applique´e sur le plan de BQ.
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Notons qu’il est essentiel de remettre a` l’e´chelle les tensions si nous souhaitons comparer des
expe´riences faites a` des jours diffe´rents, surtout si le cryostat a e´te´ arreˆte´ entre temps et l’e´chantillon
re´chauffe´. Nous avons en effet constate´ des variations de la caracte´ristique de la jonction PIN entre
deux remises en route du cryostat, que nous attribuons a` la de´te´rioration progressive des contacts
ohmiques des micro-soudures. Dans le chapitre 4, nous pre´senterons et discuterons uniquement des
re´sultats ou` la tension a e´te´ remise a` l’e´chelle en suivant la proce´dure de´crite pre´ce´demment.
Position des niveaux e´lectroniques sous champ e´lectrique
Pour connaˆıtre la position d’un niveau e´lectronique d’une BQ par rapport au niveau de Fermi
en fonction de la tension applique´e, nous utilisons la technique dite du ”bras de levier” sche´matise´e
Figure 2.9. Nous rappellons que le niveau de Fermi (note´ EF ) se trouve au bas du niveau de la
bande de conduction de la partie de l’e´chantillon dope´ n et que nous notons d1 et d2 les distances
entre le plan de BQ et la partie dope´e n d’une part, entre le plan de BQ et la partie dope´e p d’autre
part. ε est l’e´cart en e´nergie entre le niveau e´lectronique de la BQ e´tudie´e et le haut de la bande
conduction de GaAs et E sa position absolue en e´nergie. En de´finissant α = d1/(d1 +d2) (α ∈ [0, 1])
le parame`tre caracte´risant le bras de levier de notre structure, nous avons
E = EF + αq(VBI − U)− ε. (2.2.2)
Figure 2.9 – Me´thode du bras de levier permettant d’e´valuer la position en e´nergie d’un niveau
de la BQ par rapport au niveau de Fermi, en fonction de la diffe´rence de potentiel applique´e sur
l’e´chantillon.
Cette me´thode n’est e´videmment valable que si le champ e´lectrique applique´ au niveau du plan
de BQ varie line´airement avec la tension applique´e. Nous verrons dans le chapitre 4 que si cette
condition est en effet bien ve´rifie´e pour les faibles tensions applique´es, elle reste incertaine pour des
tensions plus importantes.
2.2.4 Montage expe´rimental pour l’excitation re´sonante de boˆıtes quantiques
La Figure 2.10 repre´sente le montage expe´rimental utilise´ qui nous permet de re´aliser les expe´-
riences de micro-photoluminescence re´sonantes et standards en utilisant, dans le deuxie`me cas, le
meˆme objectif de microscope pour l’excitation et la de´tection. Ce montage est compose´ de trois
parties que nous nous proposons de de´crire dans la suite : la source laser, le cryostat et le syste`me
de microscopie confocale.
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Figure 2.10 – Sche´ma du montage expe´rimental de micro-photoluminescence en ge´ome´trie
confocale.
2.2.4.1 Source laser et excitation des BQ
L’excitation des BQ se fait en utilisant un laser Titane : Saphir (Mira, Coherent) accordable
entre 700 nm et 1000 nm pompe´ par un Verdi G 18 W. Le laser peut eˆtre utilise´ selon deux modes de
fonctionnement : un mode pseudo-continu et un mode impulsionnel a` verrouillage de mode (mode-
locking) de´livrant des impulsions de quelques picosecondes a` 82 MHz, soit une impulsion toutes
les 12.2 ns. En ge´ne´ral, les impulsions picosecondes sont mode´lise´es par des fonctions se´cantes hy-
perboliques. Nous constatons sur la Figure 2.11 (a) qui pre´sente des mesures interfe´rome´triques
d’autocorre´lation (dont le principe sera de´taille´ dans la partie 2.3.5) pour le laser en mode impul-
sionnel que la forme du pulse n’est pas tout a` fait celle attendue. Les pointille´s rouges repre´sentent
un ajustement en se´cante hyperbolique de la partie centrale du contraste qui donne un temps
caracte´ristique pour l’impulsion de 5 ps, en accord avec les spe´cifications du laser.
Dans la suite de ce manuscrit, l’excitation non-re´sonante a syste´matiquement e´te´ re´alise´e en
re´gime continu (sauf dans le cas de mesures de photoluminescence re´solue en temps) et l’excitation
re´sonante en re´gime pulse´ comme de´crit ci-dessus.
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Figure 2.11 – Contraste d’interfe´rence pour le laser en mode pulse´ sans passer par le montage
d’e´tirement des pulses (a) et en mode pulse´ en passant par le montage d’e´tirement des pulses
(c). (b) Profil spectral du laser en mode pulse´ sans passer par le montage d’e´tirement des pulses
(noir) et en passant par le montage d’e´tirement des pulses (rouge).
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Impulsions laser
Durant ma the`se, nous avons envisage´ de travailler sur le controˆle de la dure´e et de la forme
des impulsions laser. En effet, comme mis en e´vidence par diffe´rent groupes [88, 89], une excitation
re´sonante est d’autant plus efficace que le recouvrement du mode laser et de la raie spectrale est
grand, ce qui permettrait d’augmenter le couplage et donc la proportion de luminescence provenant
de la boˆıte par rapport au laser diffuse´.
Actuellement, les impulsions utilise´es ont une largeur spectrale de plusieurs centaines de µeV,
bien plus larges que celle des raies d’e´mission des BQ de l’ordre de quelques µeV. Afin d’obtenir
des impulsions plus fines spectralement, il est possible de se´lectionner spectralement une partie
du spectre des impulsions laser, ce qui a pour conse´quence d’augmenter la dure´e de l’impulsion.
Nous noterons ici, que cette proce´dure est diffe´rente de celle qui consiste a` de´caler temporellement
les diffe´rentes longueurs d’onde au sein de l’impulsion (chirped pulse), ce qui a pour conse´quence
d’allonger sa dure´e sans pour autant re´duire sa distribution spectrale. Le deuxie`me point mentionne´
pre´ce´demment consiste a` ame´liorer la forme de l’impulsion, de telle sorte que le recouvrement laser-
boˆıte soit meilleur. Cela aura aussi pour conse´quence de diffe´rencier facilement la contribution de
la boˆıte et celle du laser dans les spectres de micro-photoluminescence : un ajustement permettra
une identification simple de sa contribution (voir partie 2.3.1).
Pour tenter d’apporter une solution a` ces deux proble`mes nous avons re´alise´ avec Florent Mar-
gaillan, Inge´nieur d’e´tudes au laboratoire, le montage pre´sente´ Figure 2.12. L’ide´e de ce montage est
simple : le faisceau laser est diffracte´ par un re´seau, puis une partie de ce faisceau diffracte´ est se´lec-
tionne´ spatialement par une fibre optique ce qui permet de couper certaines composantes spectrales
de l’impulsion. Il est important de remarquer que, pour que les diffe´rentes composantes spectrales
ne soient pas me´lange´es spatialement au moment ou` une partie du faisceau est se´lectionne´e, il est
indispensable que le faisceau laser soit bien paralle`le avant le re´seau. C’est la raison pour laquelle
nous avons utilise´ une lentille de distance focale f = 1 m avant le re´seau, afin de corriger la le´ge`re
Figure 2.12 – Montage expe´rimental pour la cre´ation d’impulsions laser plus fines spectrale-
ment. Les impulsions sont envoye´es sur un re´seau de diffraction qui disperse la lumie`re, puis
une partie du spectre est spatialement se´lectionne´e par le cœur d’une fibre optique.
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divergence du faisceau laser. Le re´seau utilise´ posse`de 1800 traits/mm et la distance entre celui-ci
et la fibre optique qui fait office de fente pour la se´lection spatiale est D ∼ 6 m. La Figure 2.11 (b)
pre´sente le spectre du laser dans le cas ou` il passe (en rouge) et ne passe pas (en noir) par le re´seau
de diffraction. Nous constatons que ce montage permet effectivement de couper les ”ailes” du laser
tout en e´largissant le´ge`rement la raie. La Figure 2.11 (c) montre que l’impulsion atteint une largeur
de 10 ps soit une dure´e deux fois plus longue qu’initialement, ce qui est en accord avec les mesures
spectrales.
En conclusion, ce montage nous a permis d’obtenir des impulsions laser plus fines et mieux
de´finies spectralement. Cependant, un changement de longueur d’onde du laser entraˆıne un de´sali-
gnement du montage, puisque le faisceau diffracte´ se de´place alors spatialement et ne se couple plus
dans la fibre optique. Pour la suite, plusieurs solutions peuvent eˆtre envisage´es. i) Soit conserver
le montage pre´ce´dent et e´tirer l’impulsion a` la longueur d’onde fixe´e par la transition de la BQ
d’inte´reˆt ; ii) soit construire un montage ou` le faisceau laser passe deux fois par le re´seau de dif-
fraction avec une se´lection spatiale des longueurs d’onde entre ces deux passages (graˆce a` une fente
par exemple). Le deuxie`me passage sur le re´seau permet a` la fois de ne pas de´saligner le montage
lorsque la longueur d’onde du laser change, mais aussi de refocaliser le faisceau et ainsi permettre
un meilleur couplage dans la fibre optique.
Malgre´ l’inte´reˆt potentiel de travailler avec des impulsions laser plus longues, nous n’avons pas
exploite´ cette piste et toutes les expe´riences pre´sente´es dans la suite de ce manuscrit ont e´te´ re´alise´es
avec des impulsions non filtre´es spectralement.
Couplage du laser dans les guides grave´s
Un autre point crucial de notre expe´rience est le couplage du laser dans les guides grave´s. Il doit
eˆtre le meilleur possible, non seulement afin d’exciter convenablement les BQ situe´es dans le guide,
mais aussi pour que le laser diffuse´ soit le plus faible possible. Si le couplage est mauvais, un fond
s’ajoute a` la luminescence de la boˆıte et de´truit par exemple, la statistique d’e´mission de photons
uniques des BQ (voir Section 2.3.3). C’est la raison pour laquelle nous choisissons des guides de
taille microme´trique, proche de la limite de diffraction des objectifs.
Dans la premie`re partie de ma the`se, pour focaliser le faisceau laser sur les guides nous avons
utilise´ un objectif de microscope standard de grossissement ×10, de focale effective f = 17.19 mm,
d’ouverture nume´rique N.A. = 0.25 et de distance de travail d = 6.4 mm. Ce montage nous a permis
de re´aliser les mesures d’indiscernabilite´ pre´sente´es dans le chapitre 3 mais la proportion de laser
diffuse´ restait grande.
Par la suite, nous avons utilise´ une lentille asphe´rique KPA12 (Newport) de focale f = 15 mm,
d’un diame`tre de 15 mm et de distance de travail d = 11.54 mm qui nous a permis de diminuer la
quantite´ de laser diffuse´ graˆce a` une tache plus uniforme. Un autre avantage de la lentille asphe´rique
est d’eˆtre beaucoup moins lourde que l’objectif de microscope, ce qui permet d’e´viter les proble`mes
de grippage des pie´zo-e´lectriques sur lesquels sont monte´s les optiques a` l’inte´rieur du cryostat.
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2.2.4.2 Cryostat
L’e´chantillon ainsi que les objectifs de de´tection et d’excitation sont place´s dans un cryostat a`
he´lium gaz fonctionnant en circuit ferme´, de´veloppe´ au sein du laboratoire et re´alise´ par la socie´te´
My Cryo Firm. Le cryostat est pompe´ de manie`re a` obtenir un vide de 10−9 bar. L’e´chantillon est
colle´ avec de la laque d’argent sur un porte e´chantillon relie´ par un contact thermique souple (cuivre
tresse´) a` un tube pulse´ qui achemine de l’He´lium et permet de travailler a` une tempe´rature de 4 K.
Une re´sistance a` proximite´ de l’e´chantillon permet de faire varier la tempe´rature entre 4 K et 100 K
graˆce a` un asservissement PID, cette tempe´rature e´tant mesure´e par une diode Cernox. L’acce`s a`
l’e´chantillon se fait actuellement par deux faces (une pour l’excitation et une pour la de´tection) mais
un troisie`me acce`s est envisageable pour faire des mesures en transmission. Enfin, les vibrations du
cryostat ont e´te´ calibre´es par des mesures interfe´rome´triques qui ont mis en e´vidence des vibrations
a` une fre´quence de 1.4 Hz (fre´quence du tube pulse´ qui injecte l’He´lium) et avec une amplitude de
70 nm. Cette valeur particulie`rement faible de l’amplitude des vibrations permet de rester plusieurs
jours sur une meˆme BQ sans toucher aux pie´zo-e´lectriques sur lesquels sont fixe´s l’objectif de
microscope ou la lentille asphe´rique pour l’excitation et l’objectif de microscope pour la de´tection.
En effet, comme nous le verrons dans la suite, l’objectif de de´tection collecte la luminescence sur
une surface d’environ 1µm2 bien plus grande que l’amplitude des vibrations et la taille des BQ, de
telle sorte que ces vibrations n’ont pas d’influence sur les mesures. Graˆce a` cette grande stabilite´
nous avons pu re´aliser les mesures d’indiscernabilite´ pre´sente´es dans le chapitre 3, les acquisitions
pouvant durer jusqu’a` 15 heures parfois.
2.2.4.3 Microscopie confocale
La luminescence est collecte´e au moyen d’un objectif de microscope standard de grossissement
×40, de focale effective f = 4.03 mm, d’ouverture nume´rique N.A. = 0.65 et de distance de travail
Figure 2.13 – (a) Montage expe´rimental inte´rieur au cryostat pour l’e´tude re´sonante de BQ.
(b) Vue de la table optique, cryostat ferme´.
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d = 0.65 mm. Afin d’eˆtre en mesure de re´aliser l’e´tude de BQ individuelles nous utilisons un montage
de de´tection confocal comme celui repre´sente´ Figure 2.10 qui consiste a` faire, graˆce a` une lentille
de focale f = 20 mm, l’image de la surface de l’e´chantillon sur un trou de filtrage de 50µm de
diame`tre. Par la suite, le faisceau est refocalise´ par une deuxie`me lentille de focale f = 20 mm,
puis couple´ dans une fibre optique monomode qui permet d’envoyer la luminescence collecte´e vers
diffe´rents dispositifs d’analyse, de´taille´s dans la partie suivante.
Au vu des choix faits, le dispositif de´crit ci-dessus nous permet d’observer une zone de l’ordre
du microme`tre carre´ sur l’e´chantillon et donc, compte-tenu de la densite´ de boˆıtes, d’observer la
luminescence de BQ uniques ou, de quelques boˆıtes. Un autre inte´reˆt de ce montage est de filtrer
spatialement une partie du laser diffuse´ et ainsi ame´liorer conside´rablement le rapport intensite´ de
la BQ sur intensite´ du laser.
2.2.5 Utilisation d’un laser non re´sonnant pour retrouver l’e´mission re´sonante
Pour finir cette partie sur l’excitation re´sonante, il est utile de pre´ciser que, parfois, un laser non-
re´sonant de faible puissance est ne´cessaire pour observer la luminescence re´sonante [90, 91, 45, 92].
En effet, nous avons observe´ lors de nos nombreuses e´tudes que seule une tre`s faible fraction de BQ
e´met de la luminescence sous excitation re´sonante. Cet effet a e´te´ interpre´te´ par Nguyen et al [90, 91]
comme re´sultant de la pre´sence de de´fauts dans la couche de mouillage proches de la BQ, jouant
le roˆle de pie`ges e´lectrostatiques pour les porteurs qui existent en raison du dopage re´siduel. Nous
verrons dans la partie 3.2.2 que lorsque ces de´fauts sont suffisamment loin de la boˆıte (au dela` de la
dizaine de nanome`tres), leur pre´sence entraˆıne un e´largissement de la raie de luminescence. Dans le
cas ou` les de´fauts sont proches de la boˆıte, les charges pie´ge´es peuvent passer par effet tunnel dans
la boˆıte et empeˆcher l’observation de la luminescence par blocage de Coulomb. L’utilisation d’un
laser non re´sonant, dans notre cas un laser He´lium-Ne´on (He-Ne) stabilise´ en fre´quence, permet
d’injecter des porteurs (soit des e´lectrons soit des trous) dans la BQ et ainsi de permettre aux
charges responsables du blocage de Coulomb de se recombiner. Ainsi, dans le cas d’une excitation
re´sonante (continue ou pulse´e), la paire e´lectron-trou est photo-cre´e´e tre`s rapidement dans la boˆıte
par rapport au temps caracte´ristique de passage par effet tunnel d’une charge d’un de´faut proche
de la BQ vers la BQ, qui est de l’ordre de la milliseconde [91].
Nous avons e´galement observe´ que le laser He-Ne supple´mentaire permet, dans certains cas,
d’augmenter le signal de luminescence re´sonante et peut modifier la forme des oscillations de Rabi.
Il s’agit probablement aussi d’un effet duˆ a` la pre´sence de charges environnantes puisque nos
e´chantillons posse`dent des miroirs de Bragg d’AlGaAs/GaAs, et que l’aluminium est un e´le´ment
connu pour cre´er des porteurs libres dans le mate´riau.
Enfin, nous verrons dans le chapitre 4, que l’application d’un champ e´lectrique transverse au
plan des BQ, permet de controˆler de manie`re de´terministe l’e´tat de charge de la boˆıte, et d’observer
de manie`re syste´matique et tre`s efficace la luminescence sous excitation re´sonante.
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2.3 Caracte´risation de l’e´mission d’une boˆıte quantique
2.3.1 Spectres de photoluminescence et oscillation de Rabi
La premie`re e´tape lors de l’e´tude de BQ est la caracte´risation du spectre de luminescence. Pour
ce faire, la luminescence de la boˆıte est couple´e dans la fibre monomode (voir partie 2.2.4) et envoye´e
sur un spectrome`tre Shamrock (Andor) de focale 500 mm muni d’un re´seau de 1200 traits/mm et
d’une came´ra CCD Idus 416 (Andor), dont la barrette comporte 2000 × 256 pixels, de 15µm de
coˆte´. La limite de re´solution spectrale est d’environ 60µeV, ce qui correspond a` une re´solution de
0.05 nm a` la longueur d’onde d’e´mission des BQ e´tudie´es (920 nm).
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Figure 2.14 – Spectres de micro-photoluminescence d’une BQ sous excitation non-re´sonante
(a) et re´sonante (b). (c) Oscillation de Rabi : l’e´tat du syste`me a` deux niveaux apre`s passage
de l’impulsion laser est entie`rement de´termine´ par la puissance du laser d’excitation. La courbe
rouge est un ajustement des donne´es en sinus carre´ de la racine de la puissance laser, comme
vu dans la partie 1.3.2.3.
Le spectrome`tre posse`de aussi une deuxie`me sortie, munie d’une fente qui permet de se´lectionner
une certaine gamme spectrale en fonction de la taille de la fente. Cette sortie est utile lorsque nous
souhaitons re´aliser des expe´riences sous excitation non-re´sonante, ou` il est ne´cessaire de se´lectionner
une seule raie d’e´mission (voir par exemple les mesures de temps de cohe´rence pre´sente´es dans la
partie 2.3.5). La luminescence est ensuite couple´e dans une fibre et peut eˆtre envoye´e vers les
diffe´rents dispositifs d’analyse.
Les Figures 2.14 (a) et (b) pre´sentent pour une boˆıte issue d’un e´chantillon de type S1, les
spectres d’e´mission sous excitation non-re´sonante et re´sonante. La pre´sence de plusieurs raies pour
l’excitation non-re´sonante peut eˆtre due a` la recombinaison radiative d’autres e´tats de charge de
la meˆme BQ, ou a` la pre´sence d’autres boˆıtes dans la zone e´tudie´e de l’e´chantillon malgre´ l’uti-
lisation du syste`me de microscopie confocale. Au contraire, sous excitation re´sonante, le spectre
de luminescence ne pre´sente qu’une seule raie dont l’intensite´ est ajuste´e par la somme de deux
gaussiennes (courbe rose), une pour la boˆıte dont nous ne re´solvons pas la raie et une pour le
laser diffuse´, collecte´ par notre syste`me de de´tection (pointille´s bleus). La Figure 2.3 (c) pre´sente
l’e´volution de la luminescence d’une BQ sous excitation re´sonante en fonction de la puissance du
laser. Nous observons une oscillation de Rabi comme de´crit dans la partie 1.3.2.3 : l’intensite´ de
la luminescence oscille en sinus carre´ de la racine de la puissance du laser (courbe rouge). C’est
la preuve expe´rimentale que nous controˆlons optiquement l’e´tat du syste`me a` deux niveaux. Nous
faisons remarquer ici que depuis que nous e´tudions des e´chantillons comportant une cavite´ a` mi-
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roirs de Bragg, nous n’avons jamais observe´ plus d’une oscillation de Rabi. Ce phe´nome`ne pourrait
s’expliquer par une compe´tition entre l’e´mission de la luminescence dans la direction orthogonale
au guide d’onde et l’e´mission dans le mode du guide.
2.3.2 Polarisation de l’e´mission d’une boˆıte quantique
L’e´tude de la polarisation des raies de luminescence nous renseigne sur la nature des e´tats de
la boˆıte couple´s a` la lumie`re. Nous avons vu par exemple dans la partie 1.2.4 que pour une paire
e´lectron-trou neutre, l’anisotropie de la boˆıte conduit a` la leve´e de de´ge´ne´rescence des e´tats de
paires e´lectron-trou | ± 1〉 en deux e´tats polarise´s line´airement |X〉 et |Y 〉. C’est ce que met en
e´vidence la Figure 2.15 (a) qui pre´sente les raies de luminescence d’une paire e´lectron-trou neutre
sous excitation non-re´sonante pour une boˆıte provenant d’un e´chantillon de type S1. L’ajustement
(en rouge) permet de mesurer un e´cart en e´nergie ∆E = 75µeV entre les e´tats |X〉 et |Y 〉. Cette
valeur est typique des splittings de structure fine |X〉-|Y 〉 re´fe´rence´s dans la litte´rature [61, 69, 70].
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Figure 2.15 – (a) Structure fine des e´tats brillants de la paire e´lectron-trou neutre sous ex-
citation non-re´sonante. (b) Montage expe´rimental pour la caracte´risation du diagramme de
polarisation de la luminescence d’une BQ. (c) Diagramme de polarisation de l’exciton neutre
dont la structure spectrale est donne´e en (a). Nous constatons que les deux raies sont polarise´es
line´airement. (d) Diagramme de polarisation de la paire e´lectron-trou neutre sous excitation
re´sonante : la luminescence est polarise´e rectilignement.
Pour ve´rifier que ces deux raies correspondent bien a` des polarisations diffe´rentes, nous utilisons
le montage expe´rimental sche´matise´ Figure 2.15 (b). Ce montage consiste a` placer une lame demi-
onde (λ/2) suivie d’un polariseur sur le chemin de la luminescence collecte´e. Une rotation de 180˚
de la lame λ/2 permet de faire tourner la polarisation de la luminescence de la BQ e´tudie´e de 360˚,
cette luminescence e´tant par la suite analyse´e par un polariseur fixe. Nous pouvons alors reconstruire
le diagramme de polarisation des raies e´tudie´es comme mis en e´vidence Figure 2.15 (c). Les points
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rouges et violets correspondent a` l’intensite´ de la luminescence de chaque raie de la figure (a) en
fonction du double de l’angle de rotation de la lame demie-onde et les points noirs a` la luminescence
totale des deux raies. Pour les raies X et Y, les donne´es sont ajuste´es par une fonction cosinus carre´.
Nous constatons que les raies |X〉 et |Y 〉 sont polarise´es rectilignement, ce qui prouve qu’il s’agit
bien de l’exciton neutre. Remarquons que contrairement a` ce que nous aurions pu attendre, les
polarisations des deux raies ne sont pas orthogonales (nous mesurons un angle de 95˚), ce qui
s’explique par le me´lange des bandes de trous lourds et de trous le´gers [54]. Notons que pour
des boˆıtes ou` le splitting X-Y est plus petit que la re´solution du spectrome`tre (60µeV), nous ne
diffe´rencions pas les deux raies et ne pouvons pas les ajuster inde´pendamment. Dans ce cas, il
est tout de meˆme possible de savoir s’il s’agit de l’exciton neutre, en remarquant que le maximum
d’intensite´ ”oscille” le´ge`rement avec l’angle de la lame λ/2 comme nous le verrons dans le chapitre 4.
La Figure 2.15 (d) pre´sente le diagramme de polarisation de l’exciton neutre sous excitation
re´sonante. Dans ce cas, l’e´tat des photons e´mis est une combinaison line´aire cohe´rente des e´tats
|X〉 et |Y 〉 ce qui entraˆıne une polarisation line´aire la la luminescence [54].
Dans le cas d’excitons charge´s (X+ ou X−), les travaux de Belhadj et al en 2010 [93] ainsi
que ceux de Ohno et al en 2011 [94] ont mis en e´vidence que la polarisation de la luminescence
n’est pas rectiligne. Ainsi, il est possible d’observer une polarisation circulaire de la luminescence,
ou elliptique selon le me´lange de bandes trous lourds - trous le´gers. Le diagramme de polarisation
donne donc des informations tre`s utiles pour identifier les raies de photoluminescence e´tudie´es,
comme nous le verrons dans la suite de ce manuscrit.
2.3.3 Statistique d’e´mission
Un inte´reˆt majeur des BQ, ou plus ge´ne´ralement de tout syste`me comportant des niveaux
discrets (ou du moins avec une largeur faible devant l’e´nergie de la transition), comme par exemple
les atomes, est d’eˆtre une source potentielle de photons uniques. En effet, comme nous l’avons vu
dans la partie 1.3, plus un e´tat propre du syste`me a une e´nergie bien de´finie, plus le temps de vie
de cet e´tat excite´ sera grand . Dans ce cas, si nous conside´rons que le processus d’excitation ne cre´e
qu’une paire e´lectron-trou dans la boˆıte, une fois que cette paire s’est recombine´e en e´mettant un
photon, alors pour que le deuxie`me photon soit e´mis, il est ne´cessaire de remplir deux conditions.
i) Une nouvelle paire e´lectron-trou doit eˆtre cre´e´e dans la boˆıte, ii) cette paire doit se recombiner
pour e´mettre un deuxie`me photon. Si la premie`re condition peut eˆtre facilement re´alise´e en utilisant
un laser continu par exemple, la deuxie`me est intrinse`que au syste`me et assure que la statistique
d’e´mission est sub-poissonienne, c’est-a`-dire que les photons sont e´mis un par un, puisque la paire
e´lectron-trou existe pendant un temps caracte´ristique T1.
Expe´rimentalement, la mise en e´vidence de cette statistique d’e´mission se fait en suivant un
concept simple. Le principe de la mesure a e´te´ propose´ pour la premie`re fois par les astrophysiciens
Hanbury-Brown et Twiss (HBT) dans les anne´es 50 [95, 96]. La source de lumie`re dont nous
souhaitons connaˆıtre la statistique d’e´mission, est envoye´e sur une lame semi-re´fle´chissante avec a`
chaque sortie (en transmission et en re´flexion) un de´tecteur de photons uniques comme repre´sente´
Figure 2.16 (a). Conside´rons dans un premier temps le cas ou` la source de lumie`re e´met des photons
uniques. Un photon est alors, quoi qu’il arrive au niveau de la lame semi-re´fle´chissante, mesure´ par
2.3. CARACTE´RISATION DE L’E´MISSION D’UNE BOIˆTE QUANTIQUE 75
un seul des de´tecteurs. En effet, meˆme si sa nature quantique fait qu’il peut prendre a` la fois les
deux sorties de la lame semi-re´fle´chissante, le fait qu’il soit mesure´ par la suite, le projette sur un
unique e´tat quantique : photon sur la voie 1 ou photon sur la voie 2. Ce photon est donc mesure´
soit sur le de´tecteur 1, soit sur le de´tecteur 2 mais jamais sur les deux au meˆme instant. Si nous
nous plac¸ons maintenant dans le cas ou` deux photons arrivent sur la lame semi-re´fle´chissante, il
est e´videmment possible que l’un des deux soit re´fle´chi et l’autre transmis (50% des cas) et nous
de´tectons un photon sur chaque de´tecteur au meˆme instant. Nous en concluons alors que, pour un
grand nombre de re´alisations de cette expe´rience, si un photon n’est jamais de´tecte´ au meˆme instant
sur chaque de´tecteur, la lumie`re analyse´e est compose´e de photons arrivant un par un, c’est-a`-dire
de photons uniques.
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Figure 2.16 – (a) Sche´ma du montage expe´rimental de type Hanbury-Brown et Twiss (HBT)
pour la mesure de la statistique d’e´mission de la luminescence d’une BQ. (b) Diagramme de
co¨ıncidences d’une BQ sous excitation re´sonante pour un temps d’acquisition de 15 minutes.
Nous constatons que les corre´lations a` de´lai nul sont tre`s faibles, ce qui met en e´vidence que la
BQ e´tudie´e est une bonne source de photons uniques. Un ajustement suivant l’e´quation(2.3.2)
(trait rouge) permet d’obtenir une valeur de g = 0.05± 0.01.
Dans notre cas, le montage pre´sente´ Figure 2.16 (a) a e´te´ re´alise´ en utilisant uniquement des
fibres optiques, ce qui permet de s’affranchir des proble`mes d’alignement. Les fibres utilise´es sont
monomodes et la lame se´paratrice est en re´alite´ un coupleur de fibre 50/50 (FBS pour fibered
beam splitter). Les de´tecteurs de photons uniques sont des photodiodes a` avalanche (APD) de
type SPCM AQR-16, Perkin Elmer avec quelques centaines de coups noirs par seconde et un
bruit e´lectronique de l’ordre de 50 coups par seconde. Ces APD sont relie´es a` un corre´lateur de
photons Picoharp 300 qui permet une mesure du temps entre deux e´ve´nements : de´tection d’un
premier photon sur l’APD start et de´tection d’un deuxie`me sur l’APD stop. L’histogramme des
corre´lations peut alors eˆtre construit et une absence de corre´lations a` de´lai nul correspond au cas
d’une source de photons uniques. Notons que notre montage expe´rimental permet aussi d’ajouter
un de´lai e´lectronique variable entre l’APD stop et le corre´lateur. Nous pre´sentons Figure 2.16 (b)
un histogramme de co¨ıncidences d’une boˆıte sous excitation re´sonante. Nous observons clairement
une tre`s faible proportion de co¨ıncidences a` de´lai nul ce qui met en e´vidence que la boˆıte e´tudie´e
est une source de photons uniques comme attendu. La statistique d’e´mission est caracte´rise´e par le
parame`tre g de´fini comme le ratio de l’intensite´ inte´gre´e du pic central A0 par l’intensite´ inte´gre´e
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moyenne des autres pics 〈A〉 6=0 :
g =
A0
〈A〉n6=0 . (2.3.1)
Comme nous le justifierons dans le chapitre 3, les valeurs de A0 et de 〈A〉6=0 sont extraites de
l’histogramme de co¨ıncidences graˆce a` un ajustement en exponentielles de´croissantes pour chaque
pic (trait rouge Figure 2.16 (b)) de la forme
f(t) = A0 e
− |t|
T1 + 〈A〉6=0
∑
n
e
− |t−nτlas|
T1 , (2.3.2)
ou` T1 est le temps de vie de l’e´tat excite´, τlas le de´lai entre chaque pulse laser (ici 12 ns) et n
un entier relatif. Nous obtenons pour l’histogramme pre´sente´ ici une valeur de g = 0.05 ± 0.01
correspondant a` une bonne source de photons uniques, et attribuons les corre´lations a` de´lai nul a`
la pre´sence de laser diffuse´ et collecte´ par l’objectif de de´tection [45]. Remarquons tout de meˆme
que Fischer et al ont mis en e´vidence re´cemment que plusieurs photons peuvent eˆtre e´mis par un
seul pulse laser [75] dans le cas de pulses longs et d’un temps de vie radiatif court.
2.3.4 Mesure du temps de vie radiatif
Lorsqu’une paire e´lectron-trou est cre´e´e dans une BQ (par excitation laser dans notre cas),
celle-ci existe pendant un certain temps avant de se recombiner en e´mettant un photon. Le temps
caracte´ristique correspondant est appele´ temps de vie radiatif et est note´ T1. Dans le cas d’une
excitation laser continue, la mesure du temps de vie radiatif ne peut eˆtre faite de manie`re directe et
l’information voulue peut, par exemple, eˆtre tire´e des mesures d’unicite´ des photons e´mis utilisant
le montage de´crit dans la partie pre´ce´dente. En effet, l’histogramme des co¨ıncidences en fonction
du temps pre´sente un creux (dip en anglais), et la largeur de ce creux est relie´e a` la valeur de T1
(voir Figure 2.17 (a) tire´ de [87]). Sous excitation pulse´e, l’ide´e de la mesure est tre`s intuitive et
nous la pre´sentons ci-dessous.
Sous excitation pulse´e, la paire e´lectron-trou est cre´e´e dans la boˆıte a` un instant bien de´termine´,
correspondant au passage du pulse laser sur la boˆıte e´tudie´e puisque la dure´e des impulsions laser
(quelques picosecondes) est tre`s petite devant le temps de vie radiatif (quelques centaines de pico-
secondes). Une photodiode ultra-rapide de´livrant un signal e´lectrique pour chaque impulsion laser
est alors connecte´e a` la voie start du corre´lateur Picoharp, alors que la luminescence de la boˆıte
e´tudie´e est envoye´e vers une APD connecte´e a` la voie stop. Nous construisons alors un histogramme
de corre´lations comme celui pre´sente´ Figure 2.17 (b) (en e´chelle semi-log.). Si la de´croissance de la
luminescence est due a` une e´mission radiative, alors la courbe est une monoexponentielle de´crois-
sante et le temps caracte´ristique de de´croissance donne le temps de vie (voir Eq. (1.3.61)). Dans le
cas de la mesure sous excitation re´sonante pre´sente´e Figure 2.17 (b), nous mesurons T1 = 708±5 ps.
Sous excitation re´sonante, la fibre qui collecte la luminescence est directement branche´e sur
l’APD puisque seule la raie e´tudie´e est pre´sente. Sous excitation non-re´sonante, la luminescence
passe par le spectrome`tre, puis la raie dont nous voulons mesurer le temps de vie est couple´e dans
une fibre branche´e sur l’APD. La re´solution temporelle de l’APD est de 300 ps, permettant la mesure
de temps de vie de plusieurs centaines de picosecondes. En effet, la de´croissance exponentielle se
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Figure 2.17 – (a) Histogramme de co¨ıncidences en fonction du temps d’une boˆıte quantique
sous excitation continue [87]. La largeur du creux a` de´lai nul est controˆle´e par la valeur du temps
de vie de l’e´tat excite´. (b) Mesure du temps de recombinaison radiative d’une BQ sous excitation
re´sonante. Il s’agit de l’histogramme des co¨ıncidences (cercles noirs en e´chelle semi-log.) entre
le signal de la photodiode ultra-rapide provenant du laser (voie start) et la luminescence de la
BQ e´tudie´e (voie stop). La courbe rouge est un fit line´aire dont la pente est e´gale a` −1/T1.
fait sur une dynamique de quelques nanosecondes, qui correspond a` plusieurs fois le temps de vie
comme nous pouvons le constater Figure 2.17 (b).
Finalement, notons que durant mon travail de the`se nous n’avons jamais mis en e´vidence la
pre´sence d’un temps long lors du processus de recombinaison radiative, temps long caracte´ristique
de la contribution des e´tats noirs (de moment cine´tique J = ±2) a` la relaxation de la paire e´lectron-
trou [62, 63].
2.3.5 Mesure du temps de cohe´rence
Nous avons vu dans la partie 2.3.1 que la re´solution du spectrome`tre utilise´ pour l’analyse
de la photoluminescence est de 60µeV, ce qui ne permet pas de re´soudre la largeur des raies de
luminescence des BQ (∼ 1µeV). Cependant, il est inte´ressant de pouvoir mesurer l’e´largissement
des raies, e´tant donne´ qu’il est e´troitement lie´ aux processus de de´cohe´rence dus a` l’interaction
de la boˆıte avec son environnement. Pour ce faire, la premie`re possibilite´ est de placer une cavite´
Fabry-Perot de bande passante infe´rieure au µeV et accordable en e´nergie devant le spectrome`tre,
ce qui permettrait de mesurer ”pas a` pas” l’intensite´ e´mise en fonction de l’e´nergie. Cette me´thode
est couramment utilise´e mais requiert un travail expe´rimental important puisque la cavite´ Fabry-
Perot doit eˆtre stabilise´e a` la dizaine de nanome`tres pre`s, ne´cessitant l’utilisation d’un proce´de´
d’asservissement. Nous avons choisi dans notre e´quipe d’utiliser un dispositif de spectroscopie a`
transforme´e de Fourier (STF) qui permet de mesurer le temps de cohe´rence de l’e´mission et ainsi
remonter a` la largeur et a` la forme de la raie de luminescence e´tudie´e (voir partie 1.3.3.6).
Montage expe´rimental
Le montage expe´rimental utilise´ pour la mesure du temps de cohe´rence est un interfe´rome`tre de
Michelson standard comme sche´matise´ Figure 2.18 (a). Le signal sortant de la fibre de collection est
envoye´ sur un cube se´parateur dont les coefficients de re´flexion et de transmission sont inde´pendants
de la polarisation de la lumie`re incidente. Un des deux faisceaux est re´tro-re´fle´chi par un miroir
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fixe et l’autre par un miroir mobile, monte´ sur une platine de translation motorise´e, posse´dant une
course de 30 cm correspondant a` un de´lai de 2 ns. Les deux faisceaux se recombinent et interfe`rent
sur le cube, passent a` travers un iris, puis une lentille convergente de focale 10 mm focalisant le
faisceau sur une APD non fibre´e (de type SPCM AQR-16, Perkin Elmer). L’iris est ici crucial et
sert a` se´lectionner l’anneau central d’interfe´rences afin d’obtenir le meilleur contraste possible : plus
l’iris est ferme´, plus le contraste est bon. En contrepartie, plus l’iris est ferme´, plus le signal de´tecte´
est faible et un compromis doit eˆtre fait. A` la diffe´rence des montages utilisant des APD fibre´es
(HBT, mesure de T1), le signal est ici envoye´ sur l’APD en espace libre, ce qui impose de placer
l’APD dans une boˆıte a` l’abri de la lumie`re ambiante afin d’e´viter un bruit de fond trop important.
Par conse´quent, une correction est faite apre`s chaque mesure, en soustrayant au signal enregistre´
le bruit de fond cause´ par la lumie`re ambiante. Le moteur de la platine de translation fonctionne
pas-a`-pas et pour toutes les expe´riences pre´sente´es dans ce manuscrit, nous avons choisi des pas de
0.1 mm (correspondant a` un intervalle de temps d’environ 0.7 ps) et un temps d’acquisition pour
chaque position de 1 s.
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Figure 2.18 – (a) Sche´ma de l’interfe´rome`tre de Michelson utilise´ pour les mesures de temps
de cohe´rence. (b) Interfe´rences d’un laser He´lium-Ne´on stabilise´ en fonction du de´lai optique
entre les deux voies de l’interfe´rome`tre. (c) Contraste des interfe´rences du laser.
Calibration du montage
Bien qu’e´tant un montage classique, un interfe´rome`tre de Michelson doit eˆtre aligne´ avec la plus
grande attention : les deux faisceaux (correspondant aux deux voies de l’interfe´rome`tre) doivent
se recouvrir parfaitement sur l’APD pour toutes les positions du miroir mobile. Dans la pratique,
nous arrivons rarement a` atteindre un alignement parfait et l’interfe´rome`tre doit eˆtre calibre´ avant
de re´aliser une mesure, de manie`re a` corriger l’interfe´rogramme obtenu par la perte de contraste
expe´rimentale. Pour ce faire, nous utilisons un laser He´lium-Ne´on stabilise´ en fre´quence posse´dant
une longueur de cohe´rence de 10 m (soit un temps de cohe´rence de 30 ns) bien supe´rieure a` la
longueur de l’interfe´rome`tre. En conse´quence, nous devrions mesurer un contraste de 1 sur toute la
longueur du de´placement du miroir. Toute de´viation est alors due a` des imperfections expe´rimentales
que nous pouvons e´valuer. La Figure 2.18 pre´sente l’interfe´rogramme mesure´ (b) et le contraste
correspondant (c) en fonction du de´lai entre les deux voies de l’interfe´rome`tre. Nous constatons que
le contraste ne varie presque pas lorsque le miroir mobile se de´place, ce qui signifie que l’alignement
re´alise´ est optimal.
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Nous remarquons que le montage utilise´ ne permet pas de re´soudre les franges d’interfe´rence. En
effet, la position entre deux maxima d’intensite´ est de l’ordre de la longueur d’onde (∼ 1µm) alors
que la position du miroir mobile est controˆle´e a` 50µm pre`s. La distribution des points de mesure
est donc constitue´e de points de l’interfe´rogramme ale´atoirement e´chantillonne´s, dont l’enveloppe
e´volue comme le contraste des interfe´rences. Expe´rimentalement, le contraste au de´lai tn est obtenue
de la manie`re suivante,
C(tn) =
maxj∈Jn,n+PK(Ij)−minj∈Jn,n+PK(Ij)
maxj∈Jn,n+PK(Ij) + minj∈Jn,n+PK(Ij) , (2.3.3)
ou` P est le pas sur lequel nous calculons le contraste. Ce pas est arbitraire et des simulations
nume´riques ont montre´ que dans notre configuration expe´rimentale, le meilleur choix est P = 10.
La courbe rouge sur la Figure 2.18 (c) est un ajustement polynomial correspondant au contraste
de re´fe´rence qui sera utilise´ pour corriger les contrastes mesure´s par la suite.
Re´sultats expe´rimentaux
Nous pre´sentons ci-dessous des mesures de temps de cohe´rence pour une boˆıte provenant d’un
e´chantillon de type S1 sous excitation non-re´sonante et les Figures 2.19 (a) et (b) pre´sentent les
contrastes d’interfe´rences pour chacune des deux raies de l’exciton neutre (c) de´ja` pre´sente´ sur la Fi-
gure 2.15 (a). Nous avons vu dans la partie 2.3.2 que ces deux raies de luminescence sont polarise´es
rectilignement et sont orthogonales entre elles ce qui permet de les se´lectionner inde´pendamment
en utilisant le montage simple de la Figure 2.15 (b). Enfin, la Figure 2.19 (d) montre le contraste
des interfe´rences mesure´ lorsque la luminescence totale est envoye´e dans l’interfe´rome`tre de Mi-
chelson (sans polariseur). Nous constatons sans surprise l’existence de battements correspondant a`
l’existence de deux raies de luminescence se´pare´es en e´nergie.
Nous avons vu dans le partie 1.3.3.7 que, pour une raie Lorentzienne de largeur a` mi-hauteur Γ,
l’intensite´ en sortie d’interfe´rome`tre est donne´e par
I = 2I0
[
1 + e−|t|/T2 cos
(
2pic
λ0
t
)]
, (2.3.4)
ou` T2 = 2/Γ est le temps de cohe´rence, λ0 la longueur d’onde centrale d’e´mission, c la vitesse de
la lumie`re et t = c δ avec δ la diffe´rence de chemin optique entre les deux voies de l’interfe´rome`tre.
Le contraste des interfe´rences est donc de la forme C(t) = e−|t|/T2 . Les courbes rouges sur les
Figures 2.19 (a) et (b) sont des ajustements donnant respectivement des temps de cohe´rence de
TX2 = 76±3 ps et T Y2 = 104±4 ps. Les erreurs sont extraites de simulations et sont essentiellement
relie´es a` l’intensite´ du signal compare´ au bruit des APD (∼ 300 coups/s) et a` l’intervalle sur lequel
est mesure´ le contraste compare´ a` la longueur de cohe´rence.
Conside´rons maintenant le cas ou` les deux raies de luminescence passent par l’interfe´rome`tre.
Ces deux raies n’interfe`rent pas puisqu’elles sont a` deux longueurs d’onde distinctes. Dans ce cas,
les intensite´s s’ajoutent et en conside´rant que le temps de cohe´rence pour les deux raies est le meˆme,
l’intensite´ de la figure d’interfe´rence est donne´e par
I = 4I0
[
1 + e−|t|/T2 cos
(
pic∆λ
λ¯2
t
)
cos
(
2pic
λ¯
t
)]
, (2.3.5)
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Figure 2.19 – Mesure du temps de cohe´rence de la paire e´lectron-trou neutre sous excitation
non-re´sonante pour une boˆıte issue d’un e´chantillon de type S1. (a) et (b) correspondent a` la
mesure du temps de cohe´rence de chaque raie individuellement et donnent TX2 = 76 ± 3 ps et
TY2 = 104 ± 4 ps. (c) et (d) pre´sentent respectivement le spectre de luminescence de la paire
e´lectron-trou neutre et le contraste des interfe´rences lorsque le spectre total passe par l’interfe´-
rome`tre de Michelson. L’accord entre ces deux expe´riences est bon et nous mesurons un e´cart
en e´nergie de ∆E = 73µeV et ∆E = 71µeV.
ou` λ¯ est la longueur d’onde moyenne des deux raies et ∆λ l’e´cart en longueur d’onde. Nous obtenons
alors l’expression du contraste repre´sente´ par la courbe rouge sur la Figure 2.19 (d) et donne´ par
C(t) = e−|t|/T2
∣∣∣∣ cos(pic∆λλ20 t
) ∣∣∣∣ (2.3.6)
Nous en de´duisons un e´cart en e´nergie entre les deux raies de ∆E = 71µeV en accord avec les
mesures de photoluminescence, ou` le fit du spectre de luminescence pre´sente´ Figure 2.19 (c) donne
∆E = 73µeV.
Finalement, en appelant Tosc la pe´riode d’oscillation du contraste, nous avons ∆E = ~/piTosc ce
qui nous permet d’e´valuer la re´solution de la mesure. En effet, puisque pour pouvoir mesurer ∆E
il est ne´cessaire de mesurer Tosc, ce temps d’oscillation doit eˆtre infe´rieur ou de l’ordre de T2 afin
de distinguer l’oscillation sur le contraste des interfe´rences. L’e´cart en e´nergie minimal que nous
puissions mesurer est alors donne´ par ∆E(µeV) ∼ 1320/T2(ps), soit une re´solution de 13µeV et
1.7µeV pour des temps de cohe´rence de 100 ps et 800 ps respectivement.
2.3.6 Mesure de l’indiscernabilite´ des photons e´mis
Comme nous le verrons dans la suite, une partie importante du travail re´alise´ durant cette the`se
concerne les mesures d’indiscernabilite´ des photons uniques (voir partie 2.3.3) e´mis par une BQ.
Nous donnons ci-dessous, apre`s quelques conside´rations ge´ne´rales, les de´tails expe´rimentaux de ces
mesures.
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L’indiscernabilite´ de deux photons est de´finie de la manie`re suivante : deux photons sont dits
indiscernables s’ils ont le meˆme profil spectral, la meˆme polarisation, le meˆme profil temporel et
le meˆme mode spatial. Dans le cas d’une BQ, deux photons e´mis successivement sont d’autant
plus indiscernables que les processus de de´cohe´rence ayant lieu pendant le temps se´parant les deux
e´missions sont faibles. Ces processus de de´cohe´rence sont dus a` l’interaction de la BQ avec la
matrice solide qui l’entoure et la constitue : interaction avec les vibrations du re´seau cristallin (pho-
nons) [36], avec les charges environnantes [39] ou avec les spins nucle´aires [41]. Nous reviendrons en
de´tail dans le chapitre 3 sur ces diffe´rentes interactions avec l’environnement. Expe´rimentalement,
l’indiscernabilite´ est mesure´e en faisant interfe´rer deux photons sur une lame 50/50. Dans le cas
ge´ne´ral, quatre cas de figure sont possibles, comme sche´matise´ Figure 2.20, chaque photon pouvant
eˆtre soit re´fle´chi, soit transmis par la lame semi-re´fle´chissante. Cependant, lorsque les deux photons
sont indiscernables, leur caracte`re bosonique fait qu’ils coalescent sur la lame et empruntent la
meˆme voie de sortie [97]. Dans ce cas, nous ne de´tectons jamais de photon au meˆme instant sur les
deux voies de sortie de la lame.
Figure 2.20 – Interfe´rence a` deux photons sur une lame semi-re´fle´chissante. Pour des photons
discernables les quatre cas de figure en sortie de lame sont e´quiprobables alors que des photons
indiscernables coalescent sur la lame et prennent la meˆme voie de sortie (cercle rouge).
Cette expe´rience a` e´te´ re´alise´e pour la premie`re fois par Hong, Ou et Mandel en 1987 [98, 99],
d’ou` le nom d’expe´rience de Hong-Ou-Mandel (HOM), et consiste a` utiliser un interfe´rome`tre de
Mach-Zehnder afin de faire interfe´rer deux photons e´mis a` des instants diffe´rents. Notre dispositif
expe´rimental est sche´matise´ Figure 2.21 et a e´te´ mis en place pour la premie`re fois au laboratoire
par Le´onard Monniello durant sa the`se qui a pre´ce´de´ la mienne. Une premie`re ligne a` retard a`
la sortie du laser permet de cre´er deux impulsions d’excitation se´pare´es d’un intervalle de temps
∆τ = 3 ns choisi grand devant le temps de vie de la paire e´lectron-trou dans la boˆıte. Par la suite,
les photons e´mis par la BQ, se´pare´s d’un de´lai ∆τ , sont collecte´s dans la fibre optique monomode
de collection et envoye´s dans un interfe´rome`tre de Mach-Zehnder entie`rement fibre´. Le de´lai de
l’interfe´rome`tre compense le retard ∆τ de manie`re a` ce que les photons arrivent au meˆme instant
sur la dernie`re lame se´paratrice si le premier photon prend le chemin long et le deuxie`me le chemin
court. Comme dans le cas de l’expe´rience de HBT de´crite dans la partie 2.3.3, les lames se´paratrices
sont ici des coupleurs de fibre 50/50 qui jouent le meˆme roˆle qu’une lame se´paratrice graˆce a` un
couplage par ondes e´vanescentes entre les deux fibres. Le syste`me de de´tection est le meˆme que
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Figure 2.21 – Montage expe´rimental pour la re´alisation de l’expe´rience de Hong-Ou-Mandel
(HOM). L’impulsion d’excitation est scinde´e en deux graˆce a` une ligne a` retard de de´lai ∆τ =
3 ns. Les deux photons e´mis successivement par la BQ sont couple´s a` un interfe´rome`tre de
Mach-Zehnder entie`rement fibre´ posse´dant une diffe´rence de marche ∆τ de manie`re a` ce que
les photons puissent arriver au meˆme instant sur la dernie`re lame 50/50. La bire´fringence des
fibres optiques est compense´e par deux dispositifs (d’enroulement des fibres) agissant comme des
lames λ/2 et λ/4.
celui utilise´ pour les mesures de HBT : un corre´lateur permet d’enregistrer le temps d’arrive´e des
photons sur chaque APD et de construire l’histogramme des co¨ıncidences entre les de´tections sur
les deux APD.
Comme nous l’avons e´voque´ pre´ce´demment, pour eˆtre indiscernables deux photons doivent avoir,
entre autre, le meˆme profil spatial et la meˆme polarisation. Si la premie`re condition est assure´e
par l’utilisation de fibres monomodes, la deuxie`me doit eˆtre ve´rifie´e et la bire´fringence des fibres
optiques compense´e pour mesurer correctement l’indiscernabilite´ des photons e´mis. Ceci est re´alise´
graˆce a` deux dispositifs identiques place´s sur chaque bras de l’interfe´rome`tre de Mach-Zehnder,
agissant comme une succession de lame λ/2 et λ/4. Avant de re´aliser une expe´rience de HOM,
l’interfe´rome`tre est re´gle´ de telle sorte que deux photons entrant avec la meˆme polarisation en
ressortent aussi avec la meˆme polarisation. De plus, les lames semi-re´fle´chissantes fibre´es ont en
re´alite´ un coefficient de re´flexion R = 0.43 et de transmission T = 0.57 ce qui introduit une
de´viation par rapport au cas ide´al pre´vu. Nous verrons dans le chapitre 3, comment ces coefficients
ont e´te´ mesure´s et comment les de´viations par rapport au cas ide´al (due aux effets de polarisation
et aux lames non parfaitement 50/50) peuvent eˆtre prises en compte.
La Figure 2.22 pre´sente l’histogramme de co¨ıncidences pour une boˆıte d’un e´chantillon de type
S1 sous excitation re´sonante a` T = 6.5 K et pour un temps d’acquisition d’une heure. Le pic
central note´ 1 (a` de´lai nul) re´sulte des e´ve´nements ou` le premier photon a pris le chemin long et
le deuxie`me le chemin court, alors que les pics 2 et 3 (a` ±3 ns) correspondent aux e´ve´nements ou`
les deux photons ont pris le meˆme chemin (court ou long). La signature de l’indiscernabilite´ de
deux photons e´mis successivement par la BQ est le faible nombre de corre´lations a` de´lai nul (pic 1)
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compare´ aux corre´lations a` des de´lais de ±3 ns (pics 2 et 3). Pour des photons discernables, le pic 1
aurait la meˆme intensite´ que les pics 2 et 3. L’indiscernabilite´ I des photons est de´finie comme
I = 1−M avec M = 2A1
A2 +A3
, (2.3.7)
ou` Ai (i ∈ {1, 2, 3}) est l’intensite´ inte´gre´e du pic i. Comme pour les expe´riences de HBT, les coef-
ficients Ai sont extraits d’un ajustement en exponentielles de´croissantes trace´ en rouge Figure 2.22
dont nous justifierons la forme dans le chapitre suivant. De plus, l’indiscernabilite´ est en re´alite´ cor-
rige´e par les imperfections expe´rimentales (lame semi-re´fle´chissante 50/50 non ide´ale, diffe´rence de
polarisation entre les deux bras de l’interfe´rome`tre et pre´sence de laser diffuse´) et nous de´taillerons
les proce´dures utilise´es dans la partie 3.2.3 du chapitre 3.
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Figure 2.22 – Re´sultat typique d’un histogramme de co¨ıncidences lors d’une expe´rience de
HOM sur une BQ d’un e´chantillon de type S1, sous excitation re´sonante a` T = 6.5 K et pour
un temps d’acquisition d’une heure. Le trait rouge est un ajustement en exponentielles de´crois-
santes. Apre`s correction par les imperfections expe´rimentales (voir chapitre 3), nous obtenons
une indiscernabilite´ I = 0.79± 0.03.
Pour l’histogramme pre´sente´ Figure 2.22 nous obtenons une valeur de I = 0.79 ± 0.03 apre`s
correction et nous constatons que les photons e´mis sont partiellement indiscernables comme nous
pouvions nous y attendre. Nous reviendrons en de´tails dans le chapitre 3, sur la manie`re d’analyser
les re´sultats d’une telle mesure et de relier la perte d’indiscernabilite´ aux processus de de´cohe´rence
dus a` l’interaction d’une BQ avec son environnement.
2.4 Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons pre´sente´ les inte´reˆts et les difficulte´s expe´rimentales lie´es a` l’exci-
tation re´sonante de BQ uniques. Nous avons vu que l’excitation re´sonante permet de minimiser les
processus de de´cohe´rence lie´s a` la capture et a` la relaxation des porteurs lors d’une excitation non
re´sonante. Apre`s avoir de´crit la structure des e´chantillons e´tudie´s durant cette the`se, nous avons
pre´sente´ la ge´ome´trie guide´e qui nous a permis de re´aliser l’excitation re´sonante de boˆıtes uniques.
Dans un deuxie`me temps, nous avons pre´sente´ les diffe´rentes expe´riences re´alisables avec notre
syste`me expe´rimental : mesure de photoluminescence, caracte´risation de la polarisation des photons
e´mis par une BQ, e´tude de la statistique d’e´mission, mesures de temps de vie de l’e´tat excite´, ainsi
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que de son temps de cohe´rence par STF. Enfin nous avons pre´sente´ la configuration expe´rimentale
nous permettant de re´aliser des interfe´rences a` deux photons pour la mesure de l’indiscernabilite´
des photons e´mis par une BQ.
Chapitre 3
Mesures d’indiscernabilite´ pour
l’e´tude de l’interaction
e´lectron-phonon
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3.1 Introduction
Depuis les anne´es 2000 ou` Santori et al ont montre´ que les BQ sont une source de photons
uniques [26] et partiellement indiscernables [28], leur potentielle utilisation comme briques e´le´men-
taires pour des applications en information quantique [32, 100, 101] en a fait un sujet d’e´tude
important pour les physicien-ne-s. Par exemple, He et al [102] ont mis en e´vidence que les photons
e´mis par une BQ peuvent eˆtre utilise´s pour re´aliser une porte C-NOT, qui constitue l’une des ope´-
rations e´le´mentaires en calcul quantique. De nombreux travaux ont mis en e´vidence que les BQ sont
d’excellentes source de photons uniques et indiscernables, Ding et al ayant par exemple mesure´ un
degre´ d’unicite´ de 99.1% et d’indiscernabilite´ de 98.5% [88]. L’efficacite´ de collection des photons
e´mis e´tant aussi un enjeu important pour d’e´ventuelles applications, plusieurs groupes [88, 103]
utilisent des cavite´s avec des facteurs de qualite´ tre`s e´leve´s (pouvant atteindre des dizaines de mil-
liers) afin de re´duire le temps de vie radiatif par effet Purcell [104] et maximiser ainsi le nombre de
photons e´mis. De plus, l’e´mission se faisant dans une direction privile´gie´e, il est possible d’atteindre
des efficacite´s de collection de l’ordre de 80%. Les BQ sont par ailleurs, un syste`me mode`le pour
l’e´tude de processus physiques fondamentaux, comme par exemple l’intrication spin-photon [105].
Elles constituent e´galement par nature un syste`me ouvert, ce qui permet l’e´tude fondamentale de
l’interaction avec leur environnement [106, 107].
Dans les chapitres pre´ce´dents, nous avons introduit le formalisme ne´cessaire a` la description de
l’interaction lumie`re - BQ, ainsi que le dispositif expe´rimental utilise´ pour l’e´tude de BQ uniques
sous excitation re´sonante. Nous avons en particulier pre´sente´ deux expe´riences en mesure de nous
renseigner sur les processus de de´cohe´rence dus a` l’interaction d’une BQ avec son environnement :
la mesure du temps de cohe´rence des photons e´mis par spectroscopie par transforme´e de Fourier
(STF), et la mesure de leur indiscernabilite´ graˆce a` des interfe´rences a` deux photons dans un
dispositif de type HOM.
Dans ce chapitre, nous mettons en e´vidence le fait que des expe´riences d’interfe´rences a` deux
photons ne sont sensibles qu’a` l’interaction de la BQ e´tudie´e avec les vibrations du re´seau cristallin
lorsque les photons qui interfe`rent sont e´mis avec un de´lai de l’ordre de la nanoseconde. Ces mesures
permettent donc d’e´tudier l’interaction entre les excitations e´lectroniques de la BQ et les phonons
acoustiques de la matrice solide de GaAs. Nous pre´sentons e´galement les re´sultats obtenus lorsque
la tempe´rature de l’e´chantillon varie. Dans la deuxie`me partie, nous de´taillons le mode`le the´orique
utilise´ nous permettant d’obtenir une expression analytique de l’indiscernabilite´ des photons e´mis
en fonction de la tempe´rature. Nous identifions deux me´canismes distincts responsables de la perte
de la visibilite´, des transitions re´elles assiste´es par phonons a` l’origine d’une luminescence tre`s large
spectralement, commune´ment appele´e ”ailes phonons” et note´e PSB dans la suite (pour phonon
side band en anglais), et des transitions virtuelles assiste´es par phonons, dues a` la pre´sence d’e´tats
excite´s de plus haute e´nergie dans la boˆıte et a` l’origine d’un e´largissement de la raie ze´ro phonon,
note´e ZPL dans la suite (pour zero phonon line en anglais).
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3.2 Boˆıte quantique en interaction avec son environnement
3.2.1 Les diffe´rents processus d’interaction
Nous avons vu dans le premier chapitre que le couplage d’une BQ (mode´lise´e par un syste`me a`
deux niveaux) avec le champ e´lectromagne´tique entraˆıne l’existence d’un temps de vie fini de l’e´tat
excite´, ou autrement dit, l’existence d’une largeur de raie associe´e a` un temps de cohe´rence pour les
photons e´mis, tel que T2 = 2T1. En re´alite´, a` la diffe´rence des syste`mes atomiques, une BQ est forte-
ment couple´e au re´seau cristallin qui l’entoure et la constitue. Ainsi, il est important de prendre en
compte ce couplage supple´mentaire pour comprendre les phe´nome`nes observe´s expe´rimentalement.
La premie`re de ces interactions avec l’environnement est due aux vibrations de la matrice solide
qui constitue la boˆıte. En effet, lorsque nous avons introduit la structure de bande des semicon-
ducteurs massifs dans la partie 1.2.1, nous avons conside´re´ que la position des ions constituant le
re´seau e´tait fixe. En re´alite´, le re´seau cristallin vibre, et il est ne´cessaire de prendre ce mouvement
en compte en introduisant un terme d’interaction e´lectron-phonon dans le hamiltonien [108]. Deux
types de vibrations peuvent intervenir, les phonons acoustiques et optiques du re´seau cristallin de
GaAs qui entoure la BQ et, ge´ne´ralement, ces vibrations sont traite´es comme e´tant celles du semi-
conducteur massif. Pour les processus d’excitation re´sonante, les e´nergies entrant en jeu sont faibles
et seuls les phonons acoustiques interviennent, les phonons optiques se trouvant a` plus 30 meV au-
dessus de la raie de luminescence [109, 110]. Dans la pratique, le couplage aux phonons acoustiques
entraˆıne un e´largissement de la raie de luminescence et l’apparition d’un fond large, les PSB, dues
a` des processus d’absorption et d’e´mission de phonons comme pre´sente´ Figure 3.1 (a) haut. Cette
interaction se traduit aussi par un amortissement rapide de l’oscillation de Rabi comme mis en
e´vidence par Ramsay et al [36, 111] par des mesures de photo-courant ainsi que par Monniello et
al [44] par des mesures de photoluminescence (voir Figure 3.1 (a) bas). Nous verrons plus loin que
le temps caracte´ristique d’interaction avec les phonons est de l’ordre de la picoseconde.
Le deuxie`me processus d’interaction avec l’environnement est duˆ au fait que le champ e´lectrique
local fluctue au niveau d’une BQ puisque celle-ci se trouve ge´ne´ralement a` proximite´ de de´fauts
structurels qui peuvent agir comme des puits de potentiel pour les porteurs photo-cre´e´s, ou pre´sents
a` cause du dopage re´siduel [37, 92]. Sur la Figure 3.1 (b) droite, issue de [37], les auteurs sont
parvenus a` localiser les de´fauts pre´sents a` proximite´ de la BQ e´tudie´e. Ces puits de potentiel peuvent
alors capturer ou relaˆcher des porteurs, ce qui a pour conse´quence de de´placer de quelques µeV
la transition optique par effet Stark [37, 92], comme mis en e´vidence Figure 3.1 (b) gauche. Nous
pouvons en effet constater sur cette figure extraite de [37] la pre´sence de plusieurs pics correspondant
a` la luminescence de la BQ pour diffe´rents e´tats de charge de pie`ge environnants. Arnold et al, ont
re´cemment mis en e´vidence, par des expe´riences de re´flectivite´ re´solue en temps, que ces fluctuations
de charges se font sur des temps de l’ordre de la microseconde [113]. En conse´quence, les expe´riences
de luminescence mesure´es avec des temps d’acquisition supe´rieurs a` la microseconde montrent des
raies e´largies de manie`re inhomoge`ne1 par ce processus appele´ diffusion spectrale, et nous nous y
inte´resserons en de´tail dans la partie suivante.
Enfin, le troisie`me processus d’interaction d’une BQ avec son environnement est duˆ a` l’interac-
1. Nous parlons d’e´largissement homoge`ne lorsque la raie de luminescence est e´largie en gardant un profil lorentzien
et d’e´largissement inhomoge`ne si le profil n’est plus lorentzien.
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Figure 3.1 – Processus d’interaction d’une BQ avec son environnement. (a) Spectre de lumi-
nescence d’une BQ sous excitation re´sonante. L’interaction avec les vibrations de la matrice
solide (phonons) conduit a` l’apparition des PSB dans le spectre de luminescence et a` l’amortis-
sement de l’oscillation de Rabi [44]. (b) Interaction avec les charges environnantes fluctuantes
qui de´placent la raie de luminescence de quelques µeV par effet Stark [37]. (c) Relaxation d’un
spin dans une BQ duˆ a` l’interaction avec les spin nucle´aires [112].
tion du spin des porteurs pre´sents dans la boˆıte avec les spins nucle´aires des ions constituant la
matrice solide. Ce processus, sche´matise´ Figure 3.1 (c) gauche, entraˆıne qu’en l’absence de champ
magne´tique exte´rieur, un spin pre´pare´ dans un e´tat de polarisation donne´, relaxe rapidement duˆ
au couplage avec les spins nucle´aires comme mis en e´vidence par Braun et al [112] et pre´sente´
Figure 3.1 (c) droite. Dans la suite, nous ne nous inte´resserons pas a` ce processus, bien qu’il puisse
eˆtre a` l’origine d’un de´phasage re´siduel [114, 38].
3.2.2 Interfe´rences a` un photon
Nous avons vu dans la partie 2.3.5 que la mesure du temps de cohe´rence des photons e´mis par
une BQ peut eˆtre re´alise´e graˆce a` un dispositif de STF. En effet, ce proce´de´ expe´rimental permet
de connaˆıtre la largeur de la raie de luminescence ainsi que sa forme, puisque nous avons vu dans
la partie 1.3.3.7 que le contraste mesure´ par une telle expe´rience correspond a` la transforme´e de
Fourier de la raie de luminescence. Ainsi, la mesure du temps de cohe´rence des photons e´mis par
une BQ nous renseigne sur les processus d’interaction de la boˆıte avec son environnement et il est
possible d’introduire un temps caracte´ristique T ?2 , appele´ temps de ”de´phasage pur” [115], de´fini
par
1
T2
=
1
2T1
+
1
T ?2
. (3.2.1)
T ?2 tient compte de tous les processus de de´cohe´rence autres que ceux dus au couplage avec le
champ e´lectromagne´tique, entraˆınant T2 ≤ 2T1.
90
CHAPITRE 3. MESURES D’INDISCERNABILITE´ POUR L’E´TUDE DE L’INTERACTION
E´LECTRON-PHONON
Conside´rons une boˆıte sujette uniquement au phe´nome`ne de diffusion spectrale. La dynamique
des charges pie´ge´es aux alentours de la boˆıte a pour conse´quence, a` cause de l’effet Stark, un de´calage
de quelques µeV de la raie de luminescence (qui est de largeur Γ si on ne conside`re pas d’autre
processus d’interaction) par rapport a` sa position centrale, sur des temps caracte´ristiques de l’ordre
de la microseconde [113]. Ainsi, une expe´rience de STF (ou de mesure directe de la luminescence)
dont le temps d’acquisition est grand devant la microseconde, ne mesure que la moyenne de toutes
les configurations possibles, et la raie effectivement mesure´e sera e´largie par ce phe´nome`ne de
diffusion spectrale. En conside´rant que les pie`ges aux alentours de la BQ sont ale´atoirement remplis,
l’effet Stark duˆ aux charges fluctuantes environnantes entraˆıne une distribution gaussienne de la
position centrale de la raie de luminescence D(ω), l’intensite´ totale I(ω) e´tant alors donne´e par le
produit de convolution de la distribution en intensite´ d’une boˆıte uniquement couple´e au champ
e´lectromagne´tique P(ω) (voir Eq. 1.3.70), et de la gaussienne caracte´risant la distribution des
de´calages en e´nergie. Nous avons alors
I(ω) =
∫ +∞
−∞
dν P(ω − ν)D(ν) avec D(ν) = e
−
(
ν−ν0
νd
)2
νd
√
pi
(3.2.2)
ou` νd est la largeur a` 1/e de la distribution gaussienne des de´calages en e´nergie et ou` ν0 est la
position centrale de la raie d’e´mission en l’absence d’effet Stark. Le contraste d’interfe´rences, donne´
par la transforme´e de Fourier de l’intensite´, sera donc le produit d’une exponentielle de´croissante
est d’une gaussienne,
C(t) = e
− |t|
2T1 × e−
(
t
τd
)2
, (3.2.3)
ou` τd est le temps caracte´ristique associe´ au phe´nome`ne de diffusion spectrale. Dans la pratique, les
temps de vie radiatif et de diffusion spectrale diffe´rent de trois ordres de grandeurs et le contraste
C(t) donne´e par l’expression (3.2.3) appele´ profile de Voigt, ne permet pas d’ajuster correctement les
re´sultats expe´rimentaux. Nous utilisons plutoˆt un profil dit ”pseudo-Voigt” qui consiste a` de´finir un
temps de cohe´rence effectif T2 6= 2T1, prenant en compte l’interaction avec les charges fluctuantes,
ainsi qu’un parame`tre η caracte´risant l’e´largissement inhomoge`ne de la raie, ces deux nouveaux
parame`tres e´tant fonction de T1 et de τd. Le profil pseudo-Voigt est alors de´fini par :
f(t) = (1− η)e−|t|/T2 + ηe−(t/T2)2 , (3.2.4)
et cette expression permet d’extraire la contribution inhomoge`ne η associe´e au phe´nome`ne de
diffusion spectrale, ainsi que le temps de cohe´rence effectif T2 des photons e´mis. Une description
QD 1 QD 2 QD 3 Erreurs
T2/2T1 0.35 0.23 0.71 10 - 15 %
η 0.45 0.55 0.10 ±0.1
Table 3.1 – Valeurs des rapports T2/2T1 et des contributions inhomoge`nes mesure´es par STF
pour les trois BQ e´tudie´es. Les erreurs sont extraites de simulations nume´riques prenant en
compte l’e´chantillonage des donne´es lors de la mesure, ainsi que la proce´dure d’extraction des
parame`tres η et T2.
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Figure 3.2 – Contraste d’interfe´rences obtenu par STF pour les trois BQ e´tudie´es. Le temps
d’acquisition pour chaque position du miroir mobile est d’une seconde ce qui signifie que cette
mesure prend en compte tout les processus de de´cohe´rence ayant lieu sur des e´chelles de temps
plus courtes. Les contrastes sont ajuste´s par un profil pseudo-Voigt en rouge.
plus fine de ces processus d’interaction avec les charges environnantes fluctuantes peut eˆtre trouve´
dans la re´fe´rence [39].
La Figure 3.2 pre´sente les contrastes d’interfe´rences mesure´s, pour trois BQ diffe´rentes, par
STF en suivant la proce´dure de´crite dans la partie 2.3.5. Nous donnons dans la Table 3.1 les
valeurs du rapport T2/2T1 pour chaque boˆıte ainsi que les contributions inhomoge`nes a` la largeur
de raie, extraites graˆce aux ajustements pseudo-Voigt repre´sente´s en rouge sur la Figure 3.2. Nous
constatons que plus la contribution inhomoge`ne est importante, plus le rapport T2/2T1 est faible,
ce qui semble indiquer que la diffusion spectrale due a` l’interaction avec les charges environnantes,
est la principale cause de la perte de cohe´rence des photons e´mis par une BQ et mesure´e par
STF. Nous verrons plus loin dans ce chapitre que cette hypothe`se est confirme´e par les mesures
d’indiscernabilite´ sur ces meˆmes BQ.
3.2.3 Interfe´rences a` deux photons
Nous nous proposons dans cette partie de de´finir la quantite´ mathe´matique mesure´e lors d’une
expe´rience d’interfe´rences a` deux photons en suivant la me´thodologie propose´e par Kiraz et al [116].
Rappelons que la configuration expe´rimentale se re´sume a` une lame semi-re´fle´chissante 50/50 dont
les deux voies de sortie sont munies de de´tecteurs de photons uniques (APD) comme repre´sente´
Figure 3.3 (a). L’une de ces APD est relie´e a` la voie start d’un corre´lateur et l’autre a` la voie stop,
ce qui nous permet d’enregistrer l’histogramme de co¨ıncidences qui nous renseigne sur la probabilite´
de mesurer un photon sur la voie stop a` l’instant (t+ τ) sachant qu’un photon a e´te´ mesure´ sur la
voie start a` l’instant t. Comme sche´matise´ Figure 3.3 (b), nous noterons Eˆ1(t) et Eˆ2(t) les champs
e´lectriques incidents et Eˆ3(t) et Eˆ4(t) les champs sortants de la lame semi-re´fle´chissante.
Nous conside´rerons que les imperfections expe´rimentales sont essentiellement dues a` la pre´sence
de photons du laser, collecte´s par l’objectif de de´tection, et au fait que la lame semi-re´fle´chissante
sur laquelle interfe´rent les photons n’est pas parfaitement 50/50. Nous ne tiendrons pas compte
de la polarisation des photons puisque dans le cas d’une mesure de type HOM, nous avons vu
dans la partie 2.3.6 que la polarisation est choisie identique dans les deux bras de l’interfe´rome`tre,
avec une erreur infe´rieure au pourcent. De plus, l’utilisation d’un interfe´rome`tre fibre´ avec des
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Figure 3.3 – (a) Sche´ma de principe d’une expe´rience de type HOM pour la re´alisation d’in-
terfe´rences a` deux photons. (b) Lame semi-re´fle´chissante ou` interfe`rent les photons : s’ils sont
indiscernables, ils coalescent et empruntent la meˆme voie de sortie. (c) Histogramme des co¨ın-
cidences pour une expe´rience de type HOM.
fibres monomodes permet de s’assurer du bon recouvrement du mode spatial des deux photons qui
interfe`rent, et nous supposerons dans la suite que ces modes sont les meˆmes.
3.2.3.1 Quantite´ mesure´e
La quantite´ correspondant a` la mesure de la probabilite´ conditionnelle de de´tection d’un photon
sur la voie 4 a` l’instant (t+ τ) sachant qu’un photon a e´te´ de´tecte´ sur la voie 3 a` l’instant t, s’e´crit
G(2)(t, τ) = 〈Eˆ†3(t)Eˆ†4(t+ τ)Eˆ4(t+ τ)Eˆ3(t)〉. (3.2.5)
Le champ e´lectrique, donne´ Eq. (1.3.42), s’e´crit en repre´sentation Heisenberg pour la voie j
Eˆj(t) = Eˆ
(+)
j (t) + Eˆ
(−)
j (t) avec Eˆ
(−)
j (t) =
(
Eˆ
(+)
j (t)
)†
=
∑
n
εnaˆ
†
j,n(t), (3.2.6)
ou` εn = −i
√
~ωn
2ε0L3
et ou` L3 est le volume de quantification du champ e´lectromagne´tique. Comme
dans l’annexe E, il est utile de remarquer que le champ e´lectromagne´tique total est souvent difficile a`
mesurer puisque la plupart des observations sont lie´es a` l’absorption de la lumie`re [117, 118, 119]. Par
exemple, un photode´tecteur ne mesure qu’un nombre de photons. La quantite´ re´ellement mesure´e
par nos appareils de mesure est donc de la forme
G(2)mes(t, τ) = 〈Eˆ(−)3 (t)Eˆ(−)4 (t+ τ)Eˆ(+)4 (t+ τ)Eˆ(+)3 (t)〉, (3.2.7)
puisque dans ce cas, la de´finition des ope´rateurs Eˆ
(±)
i (t) montre que G
(2)
mes(t, τ) est de la forme
〈aˆ†3(t)aˆ†4(t+τ)aˆ4(t+τ)aˆ3(t)〉, qui mesure bien le nombre de photons sur les voies 3 et 4 aux instants
t et (t+ τ) respectivement.
En revenant a` des conside´rations expe´rimentales, nous constatons que dans des mesures de cor-
re´lations de photons, comme celle pre´sente´e Figure 3.3 (c), nous accumulons un grand nombre de
corre´lations, de manie`re a` reconstruire l’histogramme des co¨ıncidences des photons e´mis. Mathe´ma-
tiquement, cette ope´ration revient a` prendre l’inte´grale sur t de l’expression (3.2.7) et l’histogramme
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de la Figure 3.3 (c) nous donne donc directement acce`s a` la fonction de corre´lation G(2)(τ) qui est
proportionnelle a` la probabilite´ de de´tecter un photon sur l’APD 2 a` l’instant τ sachant qu’un
photon a e´te´ de´tecte´ sur l’APD 1 a` τ = 0,
G(2)(τ) =
∫ +∞
0
dt 〈Eˆ(−)3 (t)Eˆ(−)4 (t+ τ)Eˆ(+)4 (t+ τ)Eˆ(+)3 (t)〉. (3.2.8)
De plus, nous rappelons que l’indiscernabilite´ des photons e´mis par une BQ a e´te´ de´fini dans le
chapitre 2 comme1
I = 1−M avec M = 2A1
A2 +A3
, (3.2.9)
ou` A1, A2 et A3 sont les intensite´s inte´gre´es des pics nume´rote´s 1, 2 et 3 sur l’histogramme de
co¨ıncidences de la Figure 3.3 (c), obtenues a` partir de l’ajustement explicite´ dans la partie 3.2.3.3.
Mathe´matiquement, cette ope´ration revient a` inte´grer la fonction de corre´lation G(2)(τ) sur les
pics 1, 2 et 3, ce qui entraˆıne par exemple que le parame`tre A1, intervenant dans l’expression de
l’indiscernabilite´ donne´e Eq. (3.2.9), est de la forme
A1 =
∫
Pic 0 ns
dτ G(2)(τ)
=
∫ +∞
0
dt
∫
Pic 0 ns
dτ G(2)mes(t, τ). (3.2.10)
De meˆme, le facteur de normalisation intervenant dans l’expression de M est l’intensite´ inte´gre´e
d’un pic aux de´lais ±3 ns. Nous verrons dans la partie suivante qu’il correspond a` la probabilite´ de
de´tecter un photon a` l’instant t sur la voie 3 et un autre a` l’instant (t + τ) sur la voie 4, ce qui
permet bien de normaliser la probabilite´ conditionnelle intervenant au nume´rateur. Le facteur M
intervenant dans l’expression de l’indiscernabilite´ est donc de la forme
M =
∫ +∞
0 dt
∫
Pic 0 ns dτ G
(2)
mes(t, τ)∫ +∞
0 dt
∫
Pic ∆τ dτ G
(2)
mes(t, τ)
, (3.2.11)
ou` nous avons inte´gre´ au de´nominateur soit sur le pic 2, soit sur le pic 3, avec ∆τ = 3 ns. Nous
retrouvons finalement l’expression (12) donne´e par Kiraz et al [116].
3.2.3.2 Indiscernabilite´ et champ e´mis par une boˆıte quantique
Pour la suite, il est ne´cessaire de connaˆıtre les champs Eˆ3(t) et Eˆ4(t) sortant de la lame semi-
re´fle´chissante (voir Figure 3.3 (b)). Ils peuvent eˆtre exprime´s en fonction des champs incidents graˆce
a` la matrice de transfert[120, 116],(
Eˆ3(t)
Eˆ4(t)
)
=
( √
T −e−iϕ√R
eiϕ
√
R
√
T
)(
Eˆ1(t)
Eˆ2(t)
)
(3.2.12)
ou` R et T sont les coefficients de re´flexion et de transmission de la lame semi-re´fle´chissante tels que
R + T = 1, et ϕ un facteur de phase sans importance dans la suite. Nous pouvons alors exprimer
1. Nous verrons plus loin dans cette partie que le parame`tre M est en re´alite´ corrige´ de manie`re a` prendre en
compte la pre´sence de laser diffuse´.
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G
(2)
mes(t, τ) en fonction des champs incidents,
G(2)mes(t, τ) = −RT 〈Eˆ(−)1 (t)Eˆ(−)2 (t+ τ)Eˆ(+)1 (t+ τ)Eˆ(+)2 (t)〉
+R2 〈Eˆ(−)1 (t)Eˆ(−)2 (t+ τ)Eˆ(+)2 (t+ τ)Eˆ(+)1 (t)〉
−RT 〈Eˆ(−)2 (t)Eˆ(−)1 (t+ τ)Eˆ(+)2 (t+ τ)Eˆ(+)1 (t)〉
+T 2 〈Eˆ(−)2 (t)Eˆ(−)1 (t+ τ)Eˆ(+)1 (t+ τ)Eˆ(+)2 (t)〉. (3.2.13)
Nous supposons dans la suite que le mode spatial des photons incidents est strictement le meˆme
dans les deux voies. De plus, les deux photons qui interfe`rent sont inde´pendants puisqu’ils sont e´mis
a` 3 ns d’intervalle. En supposant que les valeurs moyennes et les fonctions de corre´lation du champ
sont les meˆmes, nous pouvons e´crire par exemple, le premier terme de l’e´quation pre´ce´dente
〈Eˆ(−)1 (t)Eˆ(−)2 (t+τ)Eˆ(+)1 (t+τ)Eˆ(+)2 (t)〉 = 〈Eˆ(−)1 (t)Eˆ(+)1 (t+τ)〉 〈Eˆ(−)2 (t+τ)Eˆ(+)2 (t)〉
= 〈Eˆ(−)(t)Eˆ(+)(t+τ)〉 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t)〉
= |〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t)〉|2, (3.2.14)
ou` Eˆ(±) est le champ e´mis par la BQ. Nous pouvons donc re´e´crire G(2)mes(t, τ) sous la forme
G(2)mes(t, τ) =
(
R2 + T 2
)〈Eˆ(−)(t)Eˆ(+)(t)〉 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t+τ)〉 − 2RT |G(1)(t, τ)|2, (3.2.15)
ou` G(1)(t, τ) = 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t)〉 est la fonction de corre´lation d’ordre 1 du champ e´mis par la
boˆıte. En revenant a` l’expression du parame`tre M donne´ par l’Eq. (3.2.11), nous remarquons que
dans le facteur de normalisation intervenant au de´nominateur, l’inte´grale est prise sur le pic a` ±∆τ .
Nous pouvons faire le changement de variable τ = ±∆τ + τ ′, ou` ∆τ = 3 ns, et le de´nominateur
devient∫ +∞
0
dt
∫
Pic ±∆τ
dτ G(2)mes(t, τ) =
∫ +∞
0
dt
∫
Pic 0 ns
dτ ′ G(2)mes(t,±∆τ + τ ′)
=
(
R2 + T 2
) ∫ +∞
0
dt
∫
Pic 0 ns
dτ 〈Eˆ(−)(t)Eˆ(+)(t)〉 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t+τ)〉
(3.2.16)
ou` le fait que ∆τ soit grand devant le temps de cohe´rence des photons, entraˆıne que G(1)(t,±∆τ+τ ′)
est nul autour de τ ′ = 0 et ou` nous avons utilise´ la pe´riodicite´ en ∆τ de 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t+τ)〉.
Comme nous l’avions mentionne´ dans la partie 3.2.3.1, nous constatons que le facteur de normali-
sation de M correspond bien a` la probabilite´ de de´tecter un photon sur la voie 3 a` l’instant t et un
sur la voie 4 a` l’instant (t+ τ). Nous en de´duisons que
M = 1− 2RT
R2 + T 2
∫ +∞
0 dt
∫
Pic 0 ns dτ |G(1)(t, τ)|2∫ +∞
0 dt
∫
Pic 0 ns dτ 〈Eˆ(−)(t)Eˆ(+)(t)〉 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t+τ)〉
, (3.2.17)
qui est bien l’expression donne´e dans [116].
Dans la partie 1.3.3, nous avons e´tudie´ le couplage entre un syste`me a` deux niveaux initialement
dans son e´tat excite´ et le champ e´lectromagne´tique et nous avons, a` cette occasion, de´veloppe´
un mode`le dans lequel nous ne conside´rons qu’un unique photon e´mis par la BQ. Ceci a pour
conse´quence que les fonctions de corre´lations apparaissant dans l’expression de M ci-dessus, ne
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posse`dent en re´alite´ qu’un pic a` de´lai nul1. Nous en concluons qu’il est possible d’e´tendre les bornes
d’inte´gration sur τ a` l’infini, et en utilisant la parite´ des fonctions de corre´lations nous obtenons
l’expression de l’indiscernabilite´ mesure´ dans un montage de type HOM,
Imes = 2RT
R2 + T 2
∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ |G(1)(t, τ)|2∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ 〈Eˆ(−)(t)Eˆ(+)(t)〉 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t+τ)〉
. (3.2.18)
Le coefficient 2RT/(R2 + T 2), compris entre 0 et 1, met en e´vidence le fait qu’une lame non
50/50, introduit une atte´nuation de la mesure de l’indiscernabilite´. Nous estimerons par la suite la
valeur des coefficients de re´flexion et de transmission R et T , et les mesures d’indiscernabilite´ seront
syste´matiquement corrige´es par les imperfections expe´rimentales. C’est la raison pour laquelle dans
la partie 3.3 nous calculerons I, l’indiscernabilite´ des photons e´mis dans le cas d’une lame semi-
re´fle´chissante ide´ale, donne´e par
I =
∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ |〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t)〉|2∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ 〈Eˆ(−)(t)Eˆ(+)(t)〉 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t+τ)〉
. (3.2.19)
Nous pouvons ve´rifier en utilisant les re´sultats de la partie 1.3.3, que pour une BQ couple´e uni-
quement au champ e´lectromagne´tique, I = 1. Nous verrons, dans la suite de ce chapitre, comment
le couplage aux vibrations du re´seau cristallin entraˆıne une baisse de l’indiscernabilite´ des photons
e´mis.
3.2.3.3 Prise en compte du laser diffuse´ dans les mesures d’indiscernabilite´
Nous avons de´ja` mentionne´ qu’une mesure d’indiscernabilite´ peut eˆtre alte´re´e si des photons
provenant du laser d’excitation passent dans l’interfe´rome`tre de Mach-Zehnder. E´tant donne´ que
dans nos expe´riences, nous n’effectuons pas de filtrage spectral, les photons du laser qui ne sont
pas exactement a` la meˆme e´nergie que ceux de la boˆıte sont discernables, et donc ne coalescent
pas sur la lame semi-re´fle´chissante, contribuant aux corre´lations a` de´lai nul. Il est donc ne´cessaire
de prendre en compte la proportion de photons laser collecte´s afin de corriger l’histogramme de
co¨ıncidences. Ceci est possible graˆce a` la mesure de l’unicite´ des photons e´mis, re´alise´e dans une
expe´rience de type HBT, qui nous renseigne pre´cise´ment sur la proportion de laser diffuse´ et collecte´
par l’objectif de de´tection. Nous pre´sentons dans cette partie la me´thode utilise´e pour re´aliser cette
correction.
La Figure 3.4 pre´sente les histogrammes de co¨ıncidences obtenus apre`s une heure d’acquisition
pour des expe´riences de type HOM (a) et HBT (b), re´alise´es sur la meˆme BQ a` 4 K, et dans les
meˆmes conditions expe´rimentales1. Afin de prendre en compte la pre´sence des photons laser, et
en supposant que toutes les corre´lations a` de´lai nul dans une mesure HBT sont dues au laser, le
parame`tre M caracte´risant l’indiscernabilite´ et de´fini Eq. (2.3.7), est donne´ par
M =
2B1
B2 +B3
avec Bi = A
HOM
i − 2
THOM
THBT
AHBTi (3.2.20)
1. Nous ve´rifions d’ailleurs que la fonction de corre´lation de´finie Eq. (1.3.66) n’a qu’une contribution autour de
τ = 0.
1. La forme inhabituelle de l’histogramme de co¨ıncidences pour l’expe´rience de HBT vient du fait que celle-ci est
re´alise´e dans le dispositif expe´rimental de type HOM repre´sente´ Figure 3.5 (a) (c’est-a`-dire que les photons empruntent
les deux chemins de l’interfe´rome`tre), ce qui nous permet d’utiliser la proce´dure de correction pre´sente´e ici.
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Figure 3.4 – Me´thodologie pour la correction d’une expe´rience HOM par la quantite´ de pho-
tons laser collecte´s et mesure´s par HBT. Histogrammes de co¨ıncidences pour des expe´riences
de type HOM (a) et HBT (b) pour une heure d’acquisition a` 4 K. Traits rouge : ajustements
en exponentielle de´croissante permettant d’extraire la contribution de chaque pic malgre´ leur
recouvrement. (c) Ajustements des trois pics centraux pour les expe´riences HOM (trait plein
noir) et HBT (pointille´ rouge) multiplie´ par un facteur 2 dans le dernier cas. (d) Re´sultat de
la proce´dure de correction permettant d’obtenir le parame`tre M et donc l’indiscernabilite´ des
photons e´mis.
ou` AHOMi et A
HBT
i sont les intensite´s inte´gre´es des pics nume´rote´s i sur les Figures 3.4 (a) et (b),
et ou` THOM et THBT sont les temps d’acquisition des mesures de HOM et HBT respectivement.
Cette correction permet bien de prendre en compte les photons laser puisque nous retranchons
les co¨ıncidences mesure´es au HBT, qui caracte´risent pre´cise´ment la contribution du laser. Le fac-
teur 2 vient du fait que deux pulses sont envoye´s dans l’interfe´rome`tre pour une expe´rience de type
HOM. Nous remarquerons que cette proce´dure de correction ne´glige les corre´lations laser/boˆıte si
les photons viennent de deux pulses diffe´rents, ainsi que les corre´lations laser/laser. Cependant, il
est raisonnable de supposer que ces corre´lations sont ne´gligeables en raison du faible nombre de
photons laser collecte´. La Figure 3.4 (c) pre´sente les re´sultats des ajustements en exponentielles de´-
croissantes2 pour les mesures de HOM (trait plein) et de HBT (pointille´), qui permettent d’extraire
les contributions de chaque pic malgre´ leur recouvrement. Nous pre´sentons de plus, Figures 3.4 (d),
le re´sultat de l’e´quation. (3.2.20) nous permettant d’obtenir les valeurs des termes Bi intervenant
dans l’expression de M . Dans la suite, les valeurs de M pre´sente´es seront toujours corrige´es selon
cette me´thode.
Finalement, la valeur de g caracte´risant l’unicite´ des photons e´mis peut eˆtre extraite de l’his-
togramme de co¨ıncidences pre´sente´ Figure 3.4 (b) et re´alise´ dans un montage de type HOM,
g = (A1 + A2 + A3)/(A4 + A5 + A6). Notons simplement qu’une telle proce´dure a tendance a`
2. Nous justifierons plus loin dans ce chapitre la forme en exponentielle de´croissante (de largeur 1/T1) des ajuste-
ments permettant d’extraire les valeurs de A1, A2 et A3.
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sure´valuer la valeur du parame`tre g par rapport a` une mesure re´alise´e dans une expe´rience de type
HBT standard.
3.2.3.4 Prise en compte des imperfections expe´rimentales de l’interfe´rome`tre de Mach-
Zehnder
Nous venons de voir que la pre´sence de laser diffuse´ a pour conse´quence de re´duire l’indiscerna-
bilite´ mesure´e dans une expe´rience de type HOM. Comme mis en e´vidence dans la partie 3.2.3.2,
une autre source de perte de l’indiscernabilite´ vient du fait que la lame semi-re´fle´chissante n’est pas
parfaitement 50/50. Il est possible de prendre en compte ces imperfections en utilisant le re´sultat
obtenu Eq. (3.2.18),
I = R
2 + T 2
2RT
Imes, (3.2.21)
ou` R et T sont les coefficients de re´flexion et de transmission en intensite´ de chaque lame semi-
re´fle´chissante (suppose´es identiques) ve´rifiant R+ T = 1.
Pour obtenir les valeurs expe´rimentales des coefficients R et T , nous utilisons l’histogramme de
co¨ıncidences (Figure 3.5 (b)) obtenu pour une mesure de type HBT re´alise´e dans la configuration
expe´rimentale HOM comme sche´matise´ Figure 3.5 (a). Nous allons montrer que les amplitudes
des pics situe´s aux de´lais τn = nτrep ± 3 ns ou` n ∈ N et τrep = 12 ns est le taux de re´pe´tition de
laser, nous permettent de de´terminer R et T . Dans la suite, nous noterons η la probabilite´ qu’un
photon e´mis par une BQ soit collecte´ et de´tecte´ a` la sortie de l’interfe´rome`tre. Nous pouvons e´crire
les amplitudes Bn,±3 des pics de l’histogramme de co¨ıncidence aux de´lais τn,±3 = nτrep ± 3 ns en
fonction des coefficients R, T et η.
• Expression de Bn,+3
Pour avoir une co¨ıncidence a` τn,+3 = nτrep + 3 ns, il faut que le photon du premier pulse
prenne le chemin court et soit de´tecte´ sur l’APD start (probabilite´ T 2) et que celui du
deuxie`me pulse prenne le chemin long et soit de´tecte´ sur l’APD stop (probabilite´ RT ), nous
avons alors
Bn,+3 = η
2RT 3. (3.2.22)
• Expression de Bn,−3
Pour avoir une co¨ıncidence a` τn,−3 = nτrep−3 ns, il faut que le photon du premier pulse prenne
le chemin long et soit de´tecte´ sur l’APD start (probabilite´ R2) et que celui du deuxie`me pulse
prenne le chemin court et soit de´tecte´ sur l’APD stop (probabilite´ TR), nous avons alors
Bn,−3 = η2R3T. (3.2.23)
En posant αn =
√
Bn,+3
Bn,−3 et en utilisant R+ T = 1, nous obtenons
Rn =
1
1 + αn
, (3.2.24)
ou` Rn est la mesure du coefficient R associe´e aux pics situe´s autour du de´lai nτrep de l’histogramme
de co¨ıncidences. Les valeurs des coefficients Bn,±3 sont obtenues graˆce aux ajustements de l’am-
plitude des pics a` ±3 ns de part et d’autre de chaque pic a` nτrep, comme pre´sente´ Figure 3.5 (b)
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Figure 3.5 – (a) Sche´ma expe´riemental de l’interfe´rome`tre de Mach-Zehnder utilise´ pour la
mesure de l’indiscernabilite´ des photons e´mis par une BQ. (b) Histogramme de co¨ıncidence
pour une expe´rience de type HBT re´alise´e dans le montage de la Figure (a). L’ajustement en
rouge est le meˆme que celui pre´sente´ Figure 3.4 (b) et nous pre´sentons les ajustements des
quatre premiers des triplets de pics suivants (sur un total de 25). (c) Distribution des valeurs
mesure´es de R. Le trait plein correspond a` la valeur moyenne de la distribution et les pointille´s
donne la de´viation standard.
pour les 5 premiers triplets de pics sur un total de 25 analyse´s. Les valeurs des Rn sont obtenues
en utilisant Eq. (3.2.24) et sont pre´sente´es Figure 3.5 (c). Le coefficient R est obtenu en prenant
la moyenne des Rn (trait plein) et l’erreur est donne´e par la de´viation standard de la distribution
(pointille´s), nous obtenons ici R = 0.430± 0.005, et T = 0.570± 0.005, en accord avec la notice du
fabriquant.
3.2.4 Temps de cohe´rence et indiscernabilite´
A ce stade, nous avons vu deux expe´riences distinctes en mesure de nous renseigner sur les
interactions entre une BQ et sa matrice solide. La premie`re est la mesure du temps de cohe´rence
des photons e´mis (voir parties 2.3.5 et 3.2.2), ou` l’e´cart de T2 par rapport a` la limite radiative
2T1, nous renseigne sur l’interaction entre la BQ et son environnement. La deuxie`me est celle de la
mesure de l’indiscernabilite´ des photons e´mis (voir parties 2.3.6 et 3.2.3), ou` a` nouveau, la perte
d’indiscernabilite´ est due aux processus d’interaction avec l’environnement. Il est donc pertinent
de se demander si ces deux expe´riences rendent compte du meˆme processus physique, ou si au
contraire, elles sont comple´mentaires et permettent d’aller plus loin dans la compre´hension des
me´canisme de de´cohe´rence mis en jeu.
Afin de comparer les mesures de STF et d’interfe´rences a` deux photons, il est ne´cessaire de
trouver un lien entre les quantite´s mesure´es, a` savoir le temps de cohe´rence et l’indiscernabilite´ des
photons e´mis. Ce travail a e´te´ re´alise´ par Bylander et al [95], dans le cas de processus de de´cohe´rence
markoviens pour deux e´metteurs inde´pendants. Un syste`me soumis a` des processus markoviens est
un syste`me pour lequel l’e´volution temporelle a` l’instant t ne de´pend que de l’e´tat du syste`me au
meˆme instant, et non pas de son e´tat a` l’instant pre´ce´dent. Autrement dit, la pre´diction du futur
a` partir du pre´sent, n’est pas rendue plus pre´cise par la connaissance d’e´le´ments d’information du
passe´. Ensuite, le fait que les e´metteurs soient suppose´s inde´pendants signifie que les deux photons
se recombinant sur la lame semi-re´fle´chissante sont inde´pendants : soit qu’ils ont e´te´ e´mis par
deux e´metteurs distincts, soit par un unique e´metteur mais avec un de´lai grand devant leur temps
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T1 (ps) g η I ′ = T2/2T1 I
BQ 1 1100 0.12 0.45 0.35 0.79
BQ 2 750 0.11 0.55 0.23 0.83
BQ 3 670 0.07 0.10 0.71 0.83
Erreurs 2 % ±0.02 ±0.1 10 - 15 % ±0.04
Table 3.2 – Tableau re´capitulatif des parame`tres expe´rimentaux mesure´s pour trois BQ sous
excitation re´sonante. T1 est le temps de vie radiatif de l’e´tat excite´, g caracte´rise l’unicite´ des
photons e´mis, et η correspond a` la contribution inhomoge`ne du profil pseudo-Voigt permettant
d’extraire la valeur de T2 (voir Eq. (3.2.4)). Nous donnons e´galement la valeur du rapport T2/2T1
ou` T2 a e´te´ mesure´ par STF, ainsi que celle de l’indiscernabilite´ obtenue dans une expe´rience
d’interfe´rences a` deux photons, I. Les erreurs sur T1, g et I sont dues aux ajustements utilise´s
pour extraire les valeurs mesure´es alors que pour η et T2, les erreurs sont extraites de similations
nume´riques.
de cohe´rence. Avec ces approximations, les auteurs montrent que l’indiscernabilite´ attendue I ′,
corrige´e par les imperfections expe´rimentales comme de´crit pre´ce´demment, est relie´ au temps de
cohe´rence T2 des photons e´mis par
I ′ = T2
2T1
. (3.2.25)
Le tableau 3.2 donne, pour trois BQ diffe´rentes, les valeurs du rapport T2/2T1, ou` T2 a e´te´ mesure´
par STF, et de l’indiscernabilite´, mesure´e dans une expe´rience d’interfe´rence a` deux photons [121].
Nous donnons aussi en comple´ment pour chacune des boˆıtes, le temps de vie radiatif T1 mesure´
sous excitation re´sonante par photoluminescence re´solue en temps, la contribution inhomoge`ne η
du profil pseudo-Voigt (voir partie 3.2.2), et la valeur du parame`tre g obtenue dans une expe´rience
de type HBT. Remarquons que l’inte´gralite´ des expe´riences re´alise´es sur les BQ 1 et 3 l’ont e´te´
en pre´sence d’un laser He-Ne continu de faible puissance1, ne´cessaire pour retrouver ou exalter
la luminescence re´sonante comme explique´ dans la partie 2.2.5. Nous constatons que pour les
trois BQ e´tudie´es ici, les valeurs de l’indiscernabilite´ mesure´es dans une expe´rience d’interfe´rence a`
deux photons se situent autour de 0.8 ce qui correspond a` un tre`s bon degre´ d’indiscernabilite´ des
photons e´mis. Au contraire, les rapports T2/2T1 pre´disent une indiscernabilite´ faible, a` l’exception
de la BQ 3 pour laquelle T2/2T1 est e´leve´ mais reste infe´rieur a` l’indiscernabilite´ mesure´e. Nous en
concluons que les deux types d’expe´riences pre´sente´es ici ne mesurent pas les meˆmes processus de
de´cohe´rence. Cette interpre´tation est corrobore´e par des re´sultats d’expe´riences similaires re´alise´es
pour trois tempe´ratures diffe´rentes sur la BQ 2 (pre´sente´s Figure 3.6 (a)), et ou` nous observons
l’absence totale de recouvrement entre les re´sultats d’interfe´rences a` deux photons (noir) et ceux
obtenus par STF (rouge).
Nous pouvons interpre´ter cette diffe´rence, en comparant les temps caracte´ristiques des deux
expe´riences conside´re´es par rapport aux temps caracte´ristiques des interactions de la BQ avec son
1. Pour toutes les expe´riences ou` il e´tait ne´cessaire d’ajouter un laser non-re´sonant de faible puissance pour
retrouver la luminescence re´sonante, nous nous sommes assure´s que cette excitation ne cre´ait pas de paires e´lectron-
trou dans la BQ.
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Figure 3.6 – (a) Comparaison pour la BQ 2 des mesures d’indiscernabilite´ en fonction de la
tempe´rature dans une expe´rience d’interfe´rences a` deux photons (noir), et des rapports T2/2T1
ou` T2 a e´te´ mesure´ directement par STF (rouge). (b) Frise temporelle faisant apparaˆıtre les
temps caracte´ristiques des expe´riences de STF et d’interfe´rences a` deux photons, ainsi que les
temps caracte´ristiques d’interaction entre une BQ et les phonons d’une part, et les charges
environnantes d’autre part. (c) Indiscernabilite´ mesure´e par Wang et al [122] dans une expe´-
rience d’interfe´rences a` deux photons en fonction de de´lai entre l’e´mission des deux photons qui
interfe`rent sur la lame semi-re´fle´chissante.
environnement. Pour une expe´rience de STF, le temps caracte´ristique de la mesure τSTF, est donne´
par le temps d’acquisition pour chaque position du miroir amovible, puisque c’est le temps pendant
lequel nous moyennons l’ensemble des processus de de´cohe´rence. Dans notre cas, nous avons vu dans
la partie 2.3.5 que τSTF = 1 s. Dans le cas d’une expe´rience d’interfe´rences a` deux photons, le temps
caracte´ristique de la mesure τHOM est donne´ par le de´lai se´parant l’e´mission des deux photons qui
interfe`rent sur la lame semi-re´fle´chissante, et nous avons τHOM = 3 ns. La Figure 3.6 (b) pre´sente
une frise temporelle sur laquelle nous avons fait figurer les temps τHOM et τSTF ainsi que les temps
caracte´ristiques d’interaction avec les charges environnantes τcharges ∼ 1µs [113] et d’interaction
avec les phonons τphonons ∼ 1 ps (voir annexe G). Dans le cas d’une mesure de T2 par STF, les
processus de de´cohe´rence pris en compte sont dus non seulement a` l’interaction avec les charges
environnantes, mais aussi a` celle avec les phonons, puisque ces interactions ont lieu sur des temps
plus courts que celui de la mesure. Au contraire, dans une expe´rience d’interfe´rences a` deux photons
comme celles re´alise´es ici, seuls les processus de de´cohe´rence dus a` l’interaction avec les phonons sont
concerne´s puisque τHOM  τcharges. Nous comprenons donc pourquoi la visibilite´ des interfe´rences a`
deux photons, pre´dite a` partir des mesures directes de T1 et T2, ne peut co¨ıncider avec celle mesure´e
dans une expe´rience HOM, puisque ces deux expe´riences ne sondent pas les meˆmes processus de
de´phasage. Delbec et al [123] ont re´cemment mis en e´vidence un re´sultat similaire en montrant
que le temps de cohe´rence des photons e´mis par une BQ de´croˆıt avec le temps d’acquisition de
la mesure, montrant ainsi que la valeur du temps de cohe´rence de´pend de la manie`re dont nous
le mesurons. De plus, nous pre´sentons Figure 3.6 (c) des mesures d’interfe´rences a` deux photons
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re´alise´es en 2016 par Wang et al [122] en fonction du de´lai entre l’e´mission des deux photons. Les
auteurs ont mis en e´vidence une chute de la visibilite´ lorsque le de´lai de´passe la microseconde,
e´chelle de temps caracte´ristique ou` le de´phasage par les charges entre en jeu, en accord avec notre
interpre´tation.
E´tonnamment, de re´centes publications [103, 106] affirment que l’interaction avec les charges
environnantes joue un roˆle majeur dans la perte d’indiscernabilite´ des photons e´mis. Cependant,
il est essentiel de remarquer que ces expe´riences ont e´te´ re´alise´es sous excitation quasi-re´sonante
et non strictement a` re´sonance. Il est probable que les fluctuations de charges autour de la BQ,
re´sultent de l’injection de porteurs due a` l’excitation par le laser quasi-re´sonant. Cela se produit
sur des temps bien plus courts que la nanoseconde, expliquant ainsi que ces processus aient un effet
lors d’expe´riences de type HOM.
Nous souhaitons conclure cette partie en montrant que la pre´sence d’un laser He-Ne addition-
nel non-re´sonant, de faible puissance, ayant pour effet de stabiliser l’environnement e´lectrostatique
fluctuant [90, 45, 92], ne modifie pas les re´sultats obtenus pour l’indiscernabilite´ des photons e´mis
par la BQ. Nous pre´sentons Figure 3.7 les histogrammes de co¨ıncidences obtenus pour des expe´-
riences de type HBT (a) et HOM (b) re´alise´es sur la BQ 1, sans laser He-Ne. Apre`s correction
par la pre´sence de photons laser diffuse´s et par les imperfections expe´rimentales (voir partie 3.2.3),
nous obtenons une indiscernabilite´ I = 0.80± 0.05 e´quivalente a` celle mesure´e en pre´sence du laser
He-Ne, ou` nous avions mesure´ I = 0.79± 0.03.
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Figure 3.7 – Histogrammes de co¨ıncidences obtenus pour des expe´riences de type HBT (a) et
HOM (b) re´alise´es sur la BQ1 sous excitation re´sonante et sans laser He-Ne, pour des temps
d’acquisition de deux heures et quatre heures et demi respectivement. Les temps d’acquisition
sont ici beaucoup plus longs que sur la Figure 3.4, car le signal est beaucoup plus faible.
Ainsi, le principal re´sultat a` retenir, est que la mesure de l’indiscernabilite´ des photons e´mis
par une BQ excite´e a` la re´sonance, dans une expe´rience d’interfe´rences a` deux photons, ne sonde
que les processus de de´cohe´rence lie´e a` l’interaction des excitations e´lectroniques de la BQ avec les
phonons acoustiques du cristal environnant, si les photons qui interfe`rent sont e´mis avec un de´lai
court devant la microseconde.
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3.2.5 Expe´riences en tempe´rature pour l’e´tude de l’interaction e´lectron-phonon
Les expe´riences d’indiscernabilite´ offre donc la possibilite´ d’e´tudier expe´rimentalement le cou-
plage entre un syste`me dont le spectre d’e´nergie est discret, une BQ, et un re´servoir mode´lise´ par
une collection d’oscillateurs harmoniques, le bain de phonons. De plus, le controˆle de la tempe´-
rature nous permettant de re´guler la population de phonons, c’est-a`-dire l’intensite´ du couplage,
nous avons re´alise´ des expe´riences d’interfe´rences a` deux photons sur les BQ 1 et 2 (Table 3.2),
sous excitation re´sonante et en fonction de la tempe´rature. La Figure 3.8 pre´sente les histogrammes
de co¨ıncidence obtenus pour des expe´riences de type HBT et HOM re´alise´es sur la BQ 1 pour
T = 4 K (a et b), T = 13 K (c et d) et T = 20 K (e et f). Nous constatons sans surprise que, plus la
tempe´rature augmente, plus les photons e´mis par la BQ sont discernables a` cause de l’interaction
avec les phonons.
Nous pouvons remarquer que les temps d’acquisitions pour les mesures re´alise´es a` haute tem-
pe´rature sont particulie`rement longs, la raison e´tant le faible signal de fluorescence re´sonante. La
principale difficulte´ de ces expe´riences est donc d’avoir une grande stabilite´ afin d’eˆtre capable d’en-
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Figure 3.8 – Histogrammes de co¨ıncidence obtenus pour des expe´riences de type HBT et HOM
re´alise´es sur la BQ 1 pour T = 4 K (a et b), T = 13 K (c et d) et T = 20 K (e et f). Nous
donnons e´galement les temps d’acquisition pour chaque histogramme.
3.3. INDISCERNABILITE´ ET INTERACTION E´LECTRON-PHONON 103
registrer les histogrammes de co¨ıncidences pour les deux expe´riences, HBT et HOM, sans retoucher
aux diffe´rent re´glages. En effet, il est primordial que la proportion de laser diffuse´ et collecte´ par
l’objectif de de´tection reste constante afin de corriger les donne´es en suivant la proce´dure de´crite
dans la partie 3.2.3.3. La clef pour la re´alisation de ces mesures a e´te´ d’utiliser un cryostat a` circuit
ferme´ ou` les objectifs d’excitation et de de´tection se trouvent a` l’inte´rieur de la chambre froide, afin
de minimiser les vibrations et de solidariser les objectifs et l’e´chantillon. La Figure 3.9 pre´sente les
mesures d’indiscernabilite´ pour les BQ 1 (noir) et 2 (rouge) sous excitation re´sonante en fonction
de la tempe´rature. Nous constatons que pour les deux boˆıtes, la visibilite´ des interfe´rences a` deux
photons reste constante jusqu’a` une tempe´rature caracte´ristique de 12 K, puis chute brutalement
pour des tempe´ratures supe´rieures. Dans la deuxie`me partie de ce chapitre, nous allons de´crire le
mode`le microscopique utilise´ pour interpre´ter quantitativement la perte d’indiscernabilite´ mise en
e´vidence lors de ces expe´riences.
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Figure 3.9 – Indiscernabilite´ des photons e´mis par les BQ 1 et 2 en fonction de la tempe´rature.
Les barres d’erreurs sont dues aux ajustements en exponentielle de´croissante utilise´s pour obtenir
l’intensite´ inte´gre´e de chaque pic en prenant en compte leur recouvrement (voir partie 3.2.3.3).
3.3 Indiscernabilite´ et interaction e´lectron-phonon
Dans la deuxie`me partie de ce chapitre, nous allons pre´senter le mode`le microscopique utilise´
pour interpre´ter les mesures d’indiscernabilite´ en fonction de la tempe´rature de la Figure 3.9. Nous
commencerons par pre´senter le syste`me conside´re´, une BQ mode´lise´e par un syste`me a` deux niveaux
en interaction avec le champ e´lectromagne´tique traite´ quantiquement, et avec le bain de phonons
acoustiques, l’interaction e´tant de´crite par un couplage line´aire et quadratique. Nous appliquerons
la transformation polaron qui permet de s’affranchir du couplage line´aire, tout en habillant les
e´tats e´lectroniques de la boˆıte par les phonons. Cela conduit a` l’apparition des PSB comme mis
en e´vidence expe´rimentalement dans la Figure 3.1 (a). Par la suite, nous utiliserons le formalisme
de Lindblad comme dans la partie 1.3.3, afin d’obtenir l’e´quation maˆıtresse re´gissant l’e´volution
temporelle du syste`me a` deux niveaux sous la transformation polaron. Nous en de´duirons le spectre
d’e´mission d’une BQ et identifierons deux contributions distinctes, dues aux couplages line´aire
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et quadratique avec les phonons. Nous calculerons finalement l’indiscernabilite´ en fonction de la
tempe´rature, que nous comparerons aux donne´es expe´rimentales. Nous verrons que si la perte
d’indiscernabilite´ a` basse tempe´rature est controˆle´e par des transitions re´elles assiste´es par phonons,
la diminution rapide a` plus haute tempe´rature est associe´e a` des transitions virtuelles assiste´es par
phonons, dues a` la pre´sence d’e´tats de plus haute e´nergie dans la BQ.
3.3.1 Syste`me conside´re´ et hamiltonien
Dans la partie 1.3.3.1, nous avons conside´re´ le couplage entre une BQ mode´lise´e comme un sys-
te`me a` deux niveaux, et le champ e´lectromagne´tique traite´ quantiquement. Le hamiltonien (1.3.39)
comporte trois termes, un pour la boˆıte, un pour le champ e´lectromagne´tique, et un pour l’interac-
tion champ-boˆıte. L’ide´e est ici de traiter l’impact des vibrations du re´seau cristallin, les phonons,
sur la cohe´rence des photons e´mis par la BQ. En supposant que les ions constituant le re´seau cris-
tallin restent proches de leur position d’e´quilibre (approximation harmonique), le hamiltonien du
bain de phonons est de la forme [109]
Hˆph =
∑
k
~νkbˆ†kbˆk, (3.3.1)
ou` bˆ†k et bˆk sont les ope´rateurs cre´ation et annihilation d’un phonon dans le mode k de pulsation
νk, ve´rifiant [bˆk, bˆ
†
k’] = δk,k’. Remarquons que les pulsations sont note´es νk quand elles font re´fe´-
rence aux phonons, pour ne pas confondre avec celles des photons note´es ωk. Comme mentionne´
pre´ce´demment, nous ne conside´rerons ici que les interactions de basses e´nergies avec les phonons,
ce qui revient a` ne prendre en compte que le couplage aux phonons acoustiques, les phonons op-
tiques correspondant a` des excitations de hautes e´nergie [109, 110]. De meˆme, nous ne tiendrons
pas compte du couplage pie´zo-e´lectrique dans la suite [124], ni de la polarisation des phonons.
3.3.1.1 Hamiltonien d’interaction e´lectron-phonon
Lorsqu’un e´lectron de la bande de valence est excite´ vers la bande de conduction, c’est-a`-dire
lorsqu’une paire e´lectron-trou est cre´e´e, la configuration e´lectronique du cristal est change´e, ce qui
entraˆıne une modification de la position d’e´quilibre des ions du re´seau cristallin. Ceci conduit a` un
couplage entre une paire e´lectron-trou et les vibrations du re´seau. L’interaction entre un e´lectron a`
la position r et un ion a` la position Rm ne de´pendant que de la distance les se´parant, le hamiltonien
d’interaction e´lectron-ions s’e´crit comme la somme de tous ces termes d’interaction [124],
Hˆe−ions =
∫
dr %ˆ(r)
∑
m
Ve−ion(r−Rm), (3.3.2)
ou` %ˆ(r) =
∑
j,j′ ψ
∗
j (r)ψj′(r)cˆ
†
j cˆj′ est l’ope´rateur densite´ e´lectronique, cˆ
†
j et cˆj les ope´rateurs cre´ation
et annihilation d’un e´lectron dans l’e´tat j de fonction d’onde ψj(r), et ou` la somme est prise sur
tous les e´tats de valence et de conduction. Comme le de´placement des ions autour leur position
d’e´quilibre reste petit, il est possible de faire un de´veloppement limite´ du potentiel Ve−ion(r−Rm)
autour de la position d’e´quilibre des ions dans le re´seau cristallin. Le terme d’ordre ze´ro correspond
au potentiel pe´riodique apparaissant dans l’e´quation (1.2.1) et conduit aux fonctions de Bloch. En
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se restreignant au terme du premier ordre et en utilisant la quantification du bain de phonons, le
hamiltonien d’interaction e´lectron-phonon devient [109, 124]
Hˆe−ph =
∑
k
Mk%ˆ(k)
(
bˆ†k + bˆ-k
)
, (3.3.3)
ou` %ˆ(k) =
∫
dr %ˆ(r)eik.r est la transforme´e de Fourier de l’ope´rateur densite´ de charge e´lectronique
et Mk = v(k)
√
~νk
2ρc2sL
3 caracte´rise le couplage e´lectron-phonon. Dans l’expression pre´ce´dente de
Mk, v(k) est la transforme´e de Fourier du potentiel d’interaction e´lectron-ion et caracte´rise la
de´formation du re´seau cristallin, cs = 5110 m.s
−1 est la vitesse du son dans GaAs ou` nous avons
suppose´ une relation de dispersion line´aire νk = cs|k|, ρ = 5370 kg.m−3 est la masse volumique de
GaAs, et L3 est le volume de quantification des phonons c’est-a`-dire le volume de l’e´chantillon1.
En supposant que le potentiel de de´formation ne de´pend pas de k, c’est-a`-dire en simplifiant
l’interaction e´lectron-ion a` une interaction de contact, il est possible de remplacer v(k) par des
constantes Dc = −14.6 eV et Dv = −4.8 eV, de´termine´es expe´rimentalement, qui correspondent
aux potentiels de de´formation pour les bandes de conduction et de valence[124, 108, 109], comme
nous le ferons dans la suite.
3.3.1.2 Hamiltonien effectif d’interaction e´lectron-phonon
Le hamiltonien (3.3.3) obtenu pre´ce´demment de´crit l’interaction des phonons avec l’ensemble des
e´tats e´lectroniques de la BQ, via l’ope´rateur densite´ e´lectronique %ˆ(r). Cela signifie que les phonons
peuvent, en the´orie, coupler un e´tat i avec un e´tat j quelconque de la boˆıte, ce qui rend le proble`me
particulie`rement complique´. L’ide´e de cette partie est d’obtenir un hamiltonien effectif agissant
uniquement sur les deux e´tats d’inte´reˆt de la BQ (|0〉 et |X〉), mais prenant quand meˆme en compte
le fait que d’autres e´tats e´lectroniques existent, et sont couple´s aux phonons. La proce´dure a` suivre
est de´crite en de´tail dans le comple´ment BI de la re´fe´rence [73]. Nous utiliserons ici l’expression du
hamiltonien effectif a` l’ordre 2 qui y est obtenue.
Nous e´crivons le hamiltonien total du syste`me sous la forme Hˆ = Hˆ0 + Hˆe−ph et traitons l’inter-
action e´lectron-phonon en perturbation, ce qui est valable si l’e´nergie caracte´ristique du couplage
e´lectron-phonon est faible par rapport a` l’e´nergie des transitions de la boˆıte [125]. C’est le cas pour
les BQ e´tudie´es durant cette the`se : l’e´cart e´nerge´tique entre les e´tats |0〉 et |X〉 est ~ωX ≈ 1.3 eV,
ce qui est tre`s grand devant l’e´nergie caracte´ristique des phonons acoustiques (de l’ordre du meV).
Le terme Hˆ0 tient compte du hamiltonien de la boˆıte, du champ e´lectromagne´tique, de son in-
teraction avec la boˆıte, ainsi que du hamiltonien du bain de phonon Hˆph de´fini Eq. (3.3.1). Nous
avons vu dans la partie 1.3.3 que dans le formalisme de Lindblad, le couplage entre une BQ et le
champ e´lectromagne´tique ne modifie pas les e´tats propres de la boˆıtes. Les e´tats propres de Hˆ0
pour la partie BQ restent donc |0〉 et |X〉. En notant ces e´tats avec un indice A, et avec un indice
B ceux de plus haute e´nergie de la BQ comme sche´matise´ Figure 3.10, les hamiltoniens effectifs
1. Nous pouvons remarquer que dans ce manuscrit la notation L3 a e´te´ utilise´e pour faire re´fe´rence a` diffe´rents
volumes de quantification (phonons, champ e´lectromagne´tique, fonctions de Bloch). Nous nous permettons d’utiliser
ces notations pouvant preˆter a` confusion car jamais elle n’interviennent simultane´ment dans les proble`mes conside´re´s.
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Figure 3.10 – Se´paration des e´tats propres d’une BQ en deux cate´gories. Les e´tats d’inte´reˆts
sont |0〉 et |X〉 et sont note´s avec l’indice A. Les e´tats de plus haute e´nergie dans la boˆıte,
auxquels nous ne nous inte´ressons pas sauf pour prendre encompte leur contribution pour le
couplage quadratique aux phonons, sont note´s avec un indice B.
pour l’interaction e´lectron-phonon au premier et deuxie`me ordre sont donne´s par,
Hˆ
(1)
e−ph =
∑
iA,jA
|iA〉〈iA|Hˆe−ph|jA〉〈jA|, (3.3.4a)
Hˆ
(2)
e−ph =
1
2
∑
iA,jA
∑
lB
|iA〉〈i
A|Hˆe−ph|lB〉〈lB|Hˆe−ph|jA〉
EjA−ElB
〈jA|+ h.c. (3.3.4b)
Couplage line´aire
L’e´nergie caracte´ristique des phonons acoustiques e´tant tre`s petite devant l’e´nergie de la tran-
sition de la BQ, nous pouvons supposer qu’il n’y a pas de transition e´lectronique induite par les
phonons, et donc que 〈X|Hˆ(1)e−ph|0〉 = 0. Le couplage au premier ordre devient donc
Hˆ
(1)
e−ph = |0〉〈0|
∑
k
Mk00
(
bˆ†k + bˆ-k
)
+ |X〉〈X|
∑
k
MkXX
(
bˆ†k + bˆ-k
)
, (3.3.5)
ou` nous avons de´fini Mkij = 〈i|Mk%ˆ(k)|j〉. En utilisant le fait que |0〉〈0|+|X〉〈X| = 1, nous obtenons
Hˆ
(1)
e−ph =
∑
k
Mk00
(
bˆ†k + bˆ-k
)
+ |X〉〈X|
∑
k
(
MkXX −Mk00
)(
bˆ†k + bˆ-k
)
. (3.3.6)
Le premier terme de l’e´quation pre´ce´dente n’agit pas sur l’e´tat e´lectronique de la BQ et peut eˆtre
retire´ graˆce a` une transformation unitaire qui renormalise1 l’e´nergie de la transition de la boˆıte [126].
Nous obtenons alors
Hˆ
(1)
e−ph = |X〉〈X|
∑
k
gk
(
bˆ†k + bˆ-k
)
, (3.3.7)
ou` nous avons note´ gk = M
k
XX −Mk00. Nous retrouvons le mode`le des bosons inde´pendants (inde-
pendent boson model en anglais), ge´ne´ralement utilise´ pour de´crire l’interaction entre un syste`me a`
deux niveaux et un bain de phonons [127]. Ce terme du premier ordre, correspond a` l’absorption
ou a` l’e´mission d’un phonon comme sche´matise´ Figure 3.11 (a). Il a pour conse´quence l’apparition
des PSB dans le spectre de luminescence comme nous le verrons dans la partie 3.3.4.
1. Nous verrons que la transformation polaron, utilise´e dans la partie 3.3.2, a un effet similaire.
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Figure 3.11 – (a) Processus d’interaction ”re´els” avec les phonons : un phonon peut eˆtre absorbe´
ou e´mis par la BQ. Le photon e´mis par la boˆıte apre`s cette interaction aura donc une e´nergie
plus grande ou plus petite que si la boˆıte n’interagissait pas avec les phonon. Une conse´quence
est l’apparition des PSB dans le spectre de photoluminescence. (b) Densite´ spectrale de couplage
aux phonons pour le terme d’interaction du premier ordre (en unite´s re´duites).
Le calcul de la densite´ spectrale de couplage line´aire aux phonons [77], J
(1)
ph (ν) =
∑
k |gk|2δ(ν −
νk), qui comme dans le cas du couplage au champ e´lectromagne´tique, caracte´rise le couplage entre
la BQ et les phonons, est re´alise´ dans l’annexe G.1.1. En supposant un potentiel de confinement
parabolique a` syme´trie sphe´rique pour la BQ (qui de´finit la forme des fonctions d’onde), nous
obtenons
gk =
√
~νk
2ρc2sL
3
(
Dce
−
(
dcνk
2cs
)2
−Dve−
(
dvνk
2cs
)2)
, (3.3.8)
ou` dv,c caracte´rise la taille du confinement pour les bandes de valence et de conduction. En consi-
de´rant que le confinement est le meˆme dans les bandes de valence et de conduction, dc = dv = d,
nous montrons que
J
(1)
ph (ν) = αν
3e
−
(
ν
νc
)2
, (3.3.9)
avec α = ~(Dc−Dv)2/4pi2ρc5s (α/~2 est en s2) et νc =
√
2cs/d la fre´quence de coupure caracte´risant
la gamme de phonons interagissant avec la BQ. La Figure 3.11 (b) donne l’allure de J
(1)
ph (ν) et nous
constatons que seul les phonons dont l’e´nergie est proche de ~νc participent au couplage avec la
BQ. Physiquement, la taille du confinement e´tant de l’ordre de la taille de la BQ, cela revient a`
dire que la boˆıte n’interagit qu’avec les phonons dont la longueur d’onde est de l’ordre de la taille
de la boˆıte.
Couplage quadratique
En suivant un raisonnement similaire a` celui utilise´ pour le couplage aux phonons du premier
ordre, nous montrons que le couplage quadratique s’e´crit [125]
Hˆ
(2)
e−ph = |X〉〈X|
∑
k,k′
fk, k’
(
bˆ†k + bˆ-k
)(
bˆ†k’ + bˆ-k’
)
, (3.3.10)
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avec
fk,k’ =
∑
m>1
(
MkXmM
k’
mX
EX − Em −
Mk0mM
k’
m0
E0 − Em
)
, (3.3.11)
ou` la somme sur m > 1, correspond a` sommer sur tous les e´tats e´lectroniques de la BQ autres que
|0〉 et |X〉 (voir Figure 3.10). Nous constatons que le couplage du deuxie`me ordre correspond a` des
transitions virtuelles comme sche´matise´ Figure 3.12, assiste´es par phonons, et dues a` la pre´sence
d’e´tats de plus haute e´nergie dans la boˆıte. Afin de simplifier le proble`me, nous ne conserverons
dans l’expression de fk,k’ ci-dessus que le terme dominant correspondant au cas m = 2, puisque
c’est pour ce terme que le de´nominateur d’e´nergie est le plus petit.
Figure 3.12 – Processus de transitions virtuelles assiste´es par phonons et dus a` la pre´sence
d’e´tats de haute e´nergie dans la BQ. Ces processus introduisent un de´phasage pur sans changer
l’e´nergie des photons e´mis.
Le calcul de la densite´ spectrale pour le couplage aux phonons du deuxie`me ordre J
(2)
ph (ν1, ν2) =∑
k,k’ |fk,k’|2 δ(ν1 − νk) δ(ν2 − νk’) est re´alise´ dans l’annexe G.2.1. En supposant encore une fois
que le confinement est le meˆme pour tous les e´tats e´lectroniques conside´re´s, nous obtenons
J
(2)
ph (ν1, ν2) =
α2µ
4pi~2ν4c
ν31 e
−
(
ν1
νc
)2
ν32 e
−
(
ν2
νc
)2( ∑
m=x,y,z
νm1 ν
m
2
)2
, (3.3.12)
ou` α et νc ont e´te´ de´finis pre´ce´demment, et ou` le parame`tre µ = 4pi~2
(
D2v
∆0
− D2c∆X
)2
/(Dc − Dv)4
(en s2) ne de´pend que des caracte´ristiques du mate´riau.
3.3.1.3 Retour au proble`me conside´re´
Nous avons vu Eq. (3.2.19) que l’indiscernabilite´ des photons e´mis par une BQ ne de´pend que
de la fonction de corre´lation du champ e´mis par la boˆıte. La question est a` pre´sent de calculer cette
fonction de corre´lation. Pour cela, nous utilisons le hamiltonien du syste`me repre´sente´ Figure 3.13
Hˆ = HˆQD + HˆEM + Hˆph + Hˆe−EM + Hˆ
(1)
e−ph + Hˆ
(2)
e−ph, (3.3.13)
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avec les hamiltoniens de la BQ, du champ de photons libres et de phonons libres donne´s par
HˆQD = −~ωX
2
σˆz, (3.3.14a)
HˆEM =
∑
n,λ
~ωnaˆ†n,λaˆn,λ, (3.3.14b)
Hˆph =
∑
k
~νkbˆ†kbˆk. (3.3.14c)
Les hamiltoniens d’interaction avec le champ e´lectromagne´tique et avec le bain de phonons, au
premier et deuxie`me ordre sont quand a` eux donne´s par
Hˆe−EM =
∑
n,λ
(
fn,λaˆn,λσˆ
† + f∗n,λaˆ
†
n,λσˆ
)
, (3.3.15a)
Hˆ
(1)
e−ph = σˆ
†σˆ
∑
k
gk
(
bˆ†k + bˆk
)
, (3.3.15b)
Hˆ
(2)
e−ph = σˆ
†σˆ
∑
k,k′
fk, k’
(
bˆ†k + bˆk
)(
bˆ†k’ + bˆk’
)
. (3.3.15c)
Les densite´s spectrales de couplages associe´es a` ces diffe´rentes interaction sont donne´es Eq. (1.3.45)
pour JEM (ω), Eq. (3.3.9) pour J
(1)
ph (ν) et Eq. (3.3.12) pour J
(2)
ph (ν1, ν2). De plus, dans les expressions
de Hˆ
(1)
e−ph et Hˆ
(2)
e−ph, nous avons utilise´ la notation
1 |X〉〈X| = σˆ†σˆ, ainsi que le fait que g−k = gk et
fε1k,ε2k’ = fk,k’ avec ε1,2 = ±1, pour remplacer l’ope´rateur bˆ−k par bˆk.
Figure 3.13 – Vue sche´matique du syste`me conside´re´ : une BQ en interaction avec le champ
e´lectromagne´tique traite´ quantiquement, ainsi qu’avec un bain de phonon. Pour l’interaction
avec les phonons, nous conside´rons des couplages line´aire gm et quadratique fm,m′ (voir par-
tie 3.3.1.2).
La forme du hamiltonien du syste`me nous permet d’utiliser ici aussi la forme obtenue dans
l’annexe D du champ e´mis par la BQ puisque la prise en compte de l’interaction avec les phonons
ne change pas la forme de l’e´quation de Heisenberg (D.0.4), re´gissant l’e´volution temporelle des
ope´rateurs cre´ation et destruction de photons. Le champ e´mis est donc de la forme (1.3.63) et s’e´crit
Eˆ
(−)
QD(t) =
(
Eˆ
(+)
QD(t)
)†
= Kσˆ†(t) e ou` K est une constante, e le vecteur unitaire caracte´risant la
polarisation de l’e´mission de la BQ, et σˆ†(t) = e
i
~ Hˆtσˆ†e−
i
~ Hˆt l’ope´rateur cre´ation d’une excitation
1. Nous avons vu dans le chapitre 1 que σˆ†|0〉 = |X〉.
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dans la boˆıte en repre´sentation Heisenberg. Pour calculer l’indiscernabilite´ donne´e Eq. (3.2.19),
nous devons donc connaˆıtre l’e´volution temporelle des ope´rateurs cre´ation et annihilation d’une
paire e´lectron-trou dans la boˆıte, σˆ†(t) et σˆ(t). Dans la suite de ce chapitre, nous allons re´soudre ce
proble`me en utilisant le formalisme de la matrice densite´ dont l’e´volution temporelle sera obtenue en
re´solvant l’e´quation maˆıtresse. Cependant, avant d’obtenir cette e´quation en utilisant le formalisme
de Lindblad comme dans la partie 1.3.3, nous allons faire un changement de base en utilisant la
transformation dite polaron, qui permet de retirer le terme de couplage line´aire aux phonons.
3.3.2 Transformation polaron
La transformation polaron [128, 129, 130, 126] est une transformation couramment utilise´e qui
consiste a` re´aliser un changement de base. Il se fait graˆce a` la transformation unitaire
OˆP = e
SˆOˆe−Sˆ avec Sˆ = σˆ†σˆ
∑
k
αk(bˆ
†
k − bˆk), (3.3.16)
ou` OˆP est l’expression de l’ope´rateur Oˆ sous la transformation polaron et ou` αk ∈ R est un
parame`tre que nous allons de´terminer. Nous notons Cˆ =
∑
k αk(bˆ
†
k−bˆk) de telle sorte que Sˆ = σˆ†σˆ Cˆ
ou` Cˆ n’agit que sur la partie phonon. L’ide´e est ici d’appliquer cette transformation a` Hˆ puis de
choisir le parame`tre αk de manie`re a` supprimer le couplage line´aire aux phonons. Le calcul d’un
ope´rateur sous la transformation polaron (3.3.16) se fait graˆce au the´ore`me de Baker-Campbell-
Hausdorff pre´sente´ dans l’annexe B.3.2 e´quation (B.3.7). Nous donnons dans l’annexe H le de´tail
de la proce´dure utilise´e pour obtenir l’expression de HˆP , le hamiltonien sous la transformation
polaron, qui s’e´crit en choisissant αk = gk/~νk,
HˆP = −~ω˜X
2
σˆz +
∑
n,λ
~ωnaˆ†n,λaˆn,λ +
∑
k
~νkbˆ†kbˆk
+
∑
n,λ
(
fn,λaˆn,λσˆ
†
P + f
∗
n,λaˆ
†
n,λσˆP
)
+ σˆ†σˆ
∑
k,k’
fk,k’
(
bˆ†k + bˆk
)(
bˆ†k’ + bˆk’
)
. (3.3.17)
Nous constatons que la transformation polaron permet bien de s’affranchir du terme de couplage
line´aire aux phonons. En contrepartie, les ope´rateurs cre´ation et destruction d’une paire e´lectron-
trou dans la BQ sont ”habille´s” par les phonons,
σˆP = σˆBˆ−, (3.3.18a)
σˆ†P = σˆ
†Bˆ+, (3.3.18b)
avec Bˆ± = e±Cˆ l’ope´rateur de de´placement phononique ou` Cˆ =
∑
k
gk
~νk (bˆ
†
k − bˆk). Notons que la
fre´quence propre de la BQ a e´te´ renormalise´e mais que cela est sans conse´quence pour la suite.
Nous continuerons donc de la noter ωX pour simplifier.
Nous verrons dans la partie 3.3.4, que le couplage line´aire aux phonons, traite´ graˆce a` la trans-
formation polaron, est responsable de l’apparition d’un e´paulement de part et d’autre de la ZPL,
les PSB.
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3.3.3 E´volution temporelle
Afin de connaˆıtre l’e´volution temporelle du syste`me, nous allons commencer par obtenir l’e´qua-
tion maˆıtresse en utilisant le formalisme de Lindblad comme nous l’avons fait dans la partie 1.3.3
dans le cas de l’interaction entre une BQ et le champ e´lectromagne´tique. Malgre´ le fait que, sous la
transformation polaron, le terme d’interaction entre la BQ et le champ e´lectromagne´tique HˆPe−EM
fasse intervenir les ope´rateurs Bˆ± correspondant au couplage line´aire de la boˆıte avec les phonons,
Nazir et McCutcheon [124] (section 6.2) ont mis en e´vidence que les processus d’interaction au
champ e´lectromagne´tique et aux phonons, peuvent eˆtre traite´s de manie`re inde´pendante. Physique-
ment, l’interaction de la boˆıte avec les phonons se faisant sur des temps de l’ordre de la picoseconde,
ce processus est effectivement inde´pendant de la relaxation de la boˆıte qui est due a` l’interaction
avec le champ e´lectromagne´tique, et qui se fait sur des temps beaucoup plus longs de l’ordre de la
nanoseconde.
Dans un deuxie`me temps, nous re´solverons l’e´quation maˆıtresse afin d’eˆtre en mesure de calculer
les fonctions de corre´lations apparaissant dans l’expression de l’indiscernabilite´ Eq. (3.2.19).
3.3.3.1 De´rivation de l’e´quation maˆıtresse
Nous avons de´ja` montre´ dans la partie 1.3.3.2 que l’utilisation du formalisme de Lindblad (pre´-
sente´ dans l’annexe B) est valide dans le cas de l’interaction d’une BQ avec le champ e´lectroma-
gne´tique. Nous montrons ci-dessous que c’est aussi le cas pour l’interaction quadratique avec les
phonons. Cette fois, le ”petit” syste`me est toujours la BQ mais le re´servoir est le bain de phonons.
Nous commenc¸ons par constater que le hamiltonien d’interaction conside´re´ a bien la forme voulue :
une partie agissant sur la BQ et une autre sur les phonons. Nous supposerons que la boˆıte ne
perturbe que de manie`re ne´gligeable le bain de phonons, ce qui est raisonnable puisque sa taille
est tre`s petite devant la taille de l’e´chantillon et que sa structure cristalline est essentiellement la
meˆme que celle du reste de l’e´chantillon. Nous pouvons alors utiliser l’approximation de Born qui
nous permet d’e´crire la matrice densite´ du syste`me BQ plus phonons comme le produit d’une partie
agissant sur la boˆıte et d’une autre agissant sur les phonons, ainsi que de supposer que le bain de
phonons est dans un e´tat stationnaire. Les temps caracte´ristiques du syste`me sont :
• le temps de relaxation de la boˆıte, correspondant a` son temps de vie radiatif qui est de l’ordre
de la nanoseconde, donc ici τr = T1 ∼ 10−9 s
• le temps caracte´ristique lie´ a` la fre´quence de la transition de la boˆıte e´tudie´e est τs ∼ 2pi/ωX ∼
10−15 s puisque EX ∼ 1.3 eV
• le temps de corre´lation du re´servoir τB qui est de l’ordre de la picoseconde pour le bain de
phonons comme nous le montrons dans l’annexe G.2.
Nous constatons donc que τB  τr et τs  τr ce qui justifie les approximations Markovienne et
se´culaire. Enfin, en supposant que la boˆıte est a` l’instant initial dans son e´tat excite´, la condition
au temps initial Eq. (B.3.10) est bien valide´e comme nous le ve´rifions dans l’annexe I.
L’e´quation maˆıtresse en repre´sentation interaction est alors de la forme
d ˆ˜ρs
dt
= ΓLσˆ[ ˆ˜ρs] +D(2)ph [ ˆ˜ρs], (3.3.19)
112
CHAPITRE 3. MESURES D’INDISCERNABILITE´ POUR L’E´TUDE DE L’INTERACTION
E´LECTRON-PHONON
ou` LOˆ[ ˆ˜ρs] = Oˆ ˆ˜ρsOˆ†− 12{Oˆ†Oˆ, ˆ˜ρs} et ou` Γ est le taux de recombinaison radiatif. Le calcul de D
(2)
ph [
ˆ˜ρs]
est pre´sente´ dans l’annexe I et l’e´quation maˆıtresse devient alors en repre´sentation Schro¨dinger,
dρˆs
dt
= − i
~
[HˆQD, ρˆ] + ΓLσˆ[ρˆs] + 2γpdLσˆ†σˆ[ρˆs], (3.3.20)
ou` HˆQD = −~ωX2 σˆz. Le coefficient γpd est appele´ coefficient de de´phasage pur (pure dephasing en
anglais), et nous verrons par la suite qu’il est responsable d’un e´largissement homoge`ne de la raie
de luminescence, contrairement au couplage line´aire aux phonons qui change la forme de la raie
avec l’apparition des PSB. Ce coefficient est donne´ par
γpd =
α2µ
~4ν4c
∫ +∞
0
dν ν10 e
−2
(
ν
νc
)2
n(ν)(n(ν) + 1), (3.3.21)
ou` n(ν) est la distribution de Bose-Einstein qui donne le nombre de phonons d’e´nergie ~ν a` la
tempe´rature T ,
n(ν) =
1
e
~ν
kBT − 1
. (3.3.22)
3.3.3.2 Re´solution de l’e´quation maˆıtresse
Nous re´solvons l’e´quation maˆıtresse (3.3.20) comme dans la partie 1.3.3.5 ou` nous avons vu
Eq. (1.3.59) que
[σˆz, ρˆs] =
(
0 2ρ12
−2ρ21 0
)
, (3.3.23a)
Lσˆ[ρˆs] =
(
ρ22 −ρ12/2
−ρ21/2 −ρ22
)
. (3.3.23b)
De plus, l’ope´rateur de Lindblad pour le couplage quadratique aux phonons s’e´crit
Lσˆ†σˆ[ρˆs] =
(
0 −ρ12/2
−ρ21/2 0
)
, (3.3.24)
ce qui nous permet d’obtenir le syste`me d’e´quations couple´es re´gissant l’e´volution temporelle du
syste`me a` deux niveaux, 
dρ11
dt
+ Γρ11 = Γ,
dρ12
dt
+
(
Γ
2
+ γpd − iωX
)
ρ12 = 0,
dρ21
dt
+
(
Γ
2
+ γpd + iωX
)
ρ21 = 0,
dρ22
dt
+ Γρ22 = 0.
(3.3.25)
En conside´rant qu’a` l’instant initial le syste`me se trouve dans l’e´tat excite´, c’est-a`-dire ρ22(0) = 1,
nous avons
ρ22(t) = 1− ρ11(t) = e−Γt, (3.3.26)
ρ12(t) = ρ
?
21(t) = e
iωX t e−(
Γ
2
+γpd)t, (3.3.27)
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ce qui permet de connaˆıtre a` tout instant l’e´tat du syste`me. Nous constatons que le couplage qua-
dratique aux phonons ne modifie pas les termes de population de la matrice densite´ mais intervient
en revanche dans les termes de cohe´rence, ce qui vaut a` γpd le nom de de´phasage pur.
3.3.4 Spectre de luminescence et ailes phonons
Nous sommes a` pre´sent en mesure de calculer la forme du spectre de luminescence e´mise par une
BQ, en prenant en compte le couplage line´aire et quadratique aux phonons. Pour cela, nous suivons
une proce´dure similaire a` celle utilise´e dans la partie 1.3.3.6 ou` nous avons montre´ que pour une
BQ interagissant uniquement avec le champ e´lectromagne´tique, le profil d’e´mission est lorentzien
avec une largeur de raie controˆle´e par le temps de vie radiatif. Nous verrons dans la partie suivante,
que la perte d’indiscernabilite´ mesure´e, est due aux de´viations par rapport au cas ou` la boˆıte est
uniquement couple´e au champ e´lectromagne´tique.
3.3.4.1 Utilisation du the´ore`me de Wiener-Khinchin
Nous utilisons le the´ore`me de Wiener-Khinchin optique [81, 82], pre´sente´ dans l’annexe E, qui
permet de relier le champ e´lectrique e´mis par un dipoˆle, a` la densite´ spectrale d’e´nergie rayonne´e
S(ω), c’est-a`-dire au spectre de´tecte´ par des appareils de mesure. Le the´ore`me donne (dans sa
version alternative, voir annexe E.4),
S(ω) = S (ω) +S ∗(ω) avec S (ω) =
∫ +∞
0
dτ
∫ +∞
0
dt 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t)〉 e−iωτ . (3.3.28)
Nous avons vu dans la partie 3.3.2 que sous la transformation polaron, les ope´rateurs cre´ation et
destruction d’une paire e´lectron-trou dans la boˆıte sont habille´s par les ope´rateurs phononiques Bˆ±
(voir Eq. (3.3.18)). Le champ e´mis part la BQ est donc de la forme
Eˆ(−)(t) = Kσˆ†(t) = Kσˆ†P (t)Bˆ−(t). (3.3.29)
En tenant compte du fait que les temps caracte´ristiques des processus d’interaction avec les pho-
nons (picoseconde) et d’e´mission de photons (nanoseconde) sont tre`s diffe´rents, nous en concluons
que la valeur moyenne du champ e´lectrique apparaissant Eq. (3.3.28) peut eˆtre se´pare´e en deux
contributions,〈
Eˆ(−)(t+ τ)Eˆ(+)(t)
〉
= |K|2
〈
σˆ†P (t+ τ)σˆP (t)
〉 〈
Bˆ−(t+ τ)Bˆ+(t)
〉
= |K|2g(1)P (t+ τ, t) C(1)ph (t+ τ, t), (3.3.30)
ou` g
(1)
P (t+τ, t) est la fonction de corre´lation de la boˆıte sous la transformation polaron, et C(1)ph (t+τ, t)
celle du bain de phonon pour le couplage line´aire.
L’expression de g
(1)
P (t + τ, t) s’obtient en re´solvant l’e´quation maˆıtresse sous la transformation
polaron (voir partie 3.3.3) et en utilisant le the´ore`me de la re´gression quantique pre´sente´ dans
l’annexe F. En remarquant que la prise en compte de l’interaction quadratique avec les phonons
a pour unique conse´quence de transformer le terme Γ/2 dans le syste`me d’e´quations (1.3.60) en
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Γ/2 + γpd dans le syste`me (3.3.25), nous obtenons l’expression de g
(1)
P (t+τ, t) a` partir de celle de
g(1)(t+τ, t) Eq. (1.3.66), de telle sorte que
g
(1)
P (t+τ, t) = e
iωXτ e−Γt e−(
Γ
2
+γpd)τ . (3.3.31)
Nous montrons de plus dans l’annexe G.1 que sous l’approximation de Born (annexe B.1) la
fonction de corre´lation du bain de phonon pour le couplage quadratique ne de´pend que de τ , et que
C(1)ph (τ) = B2 eϕ(τ) avec B = e−ϕ(0)/2, (3.3.32)
ou` ϕ(τ) est donne´ par
ϕ(τ) =
α
~2
∫ +∞
0
dν ν e
−
(
ν
νc
)2 [
cos(ντ) coth
(
β~ν
2
)
− i sin(ντ)
]
. (3.3.33)
Nous trac¸ons Figure 3.14 la fonction de corre´lation C(1)ph (τ) a` T = 4 K (noir), T = 15 K (bleu) et
T = 40 K (rouge). Nous constatons que le temps de de´croissance de cette fonction, qui correspond au
temps de relaxation d’une excitation dans le bain de phonons, est bien de l’ordre de la picoseconde
comme annonce´ pre´ce´demment. De plus, nous remarquons que plus la tempe´rature est grande, plus
la fonction de corre´lation de´croit rapidement jusqu’a` une valeur faible, ce qui est cohe´rent avec le
fait que la population de phonons augmente avec la tempe´rature.
Finalement, en utilisant les e´quations (3.3.28), (3.3.30) et (3.3.32), S (ω) se met sous la forme
S (ω) = |K|2B2
∫ +∞
0
dτ
∫ +∞
0
dt g
(1)
P (t+τ, t) e
ϕ(τ) e−iωτ . (3.3.34)
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Figure 3.14 – Parties re´elles (trait plein) et imaginaires (pointille´s) de la fonction de cor-
re´lation du bain de phonons pour le couplage line´aire a` T = 4 K (noir), T = 15 K (bleu) et
T = 40 K (rouge). Pour le calcul nous avons utilise´ ~νc = 1.45 meV et αν2c /~2 = 0.17.
3.3.4.2 Raie ze´ro-phonon et ailes phonons
Nous montrons maintenant que le spectre de luminescence peut s’e´crire comme la somme de deux
contributions, une pour la ZPL, et une pour les PSB. Pour ce faire, nous e´crivons eϕ(τ) = 1+eϕ(τ)−1
dans l’Eq. (3.3.34), ce qui permet d’exprimer la densite´ spectrale d’e´nergie rayonne´e sous la forme
voulue,
S(ω) = SZPL(ω) + SPSB(ω) ou` SZPL(ω) = 2Re
[
SZPL(ω)
]
, (3.3.35)
SPSB(ω) = 2Re
[
SPSB(ω)
]
,
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avec
SZPL(ω) = |K|2B2
∫ +∞
0
dτ
∫ +∞
0
dt g
(1)
P (t+τ, t) e
−iωτ , (3.3.36a)
SPSB(ω) = |K|2B2
∫ +∞
0
dτ
∫ +∞
0
dt g
(1)
P (t+τ, t)
(
eϕ(τ) − 1
)
e−iωτ . (3.3.36b)
Nous constatons bien que SZPL(ω) ne de´pend plus du couplage line´aire aux phonons, et que toute
cette contribution se retrouve dans SPSB(ω) via le facteur
(
eϕ(τ) − 1). Ceci justifie le fait de parler
de manie`re inde´pendante de ZPL et de PSB.
Pour les ZPL, le calcul se fait directement en utilisant l’Eq. (3.3.31), nous obtenons
SZPL(ω) = A˜B
2 1(
Γ
2 + γpd
)2
+ (ω − ωX)2
, (3.3.37)
ou` A˜ est une constante. Nous constatons que l’interaction quadratique avec le bain de phonons ne
fait qu’e´largir la raie de luminescence en conservant sa forme lorentzienne (voir Figure 3.15 (a)), et
nous parlons alors d’e´largissement homoge`ne.
Figure 3.15 – Impact des transitions re´elles (a) et virtuelles (b) assiste´es par phonons sur le
spectre de luminescence [121]. Les transitions virtuelles, associe´es au couplage quadratique aux
phonons, entraˆınent un e´largissement de la ZPL. Les transitions re´elles, associe´es au couplage
line´aire aux phonons, entraˆınent l’apparition des PSB.
Pour la partie PSB, nous commenc¸ons par remarquer que (eϕ(τ) − 1) vaut ze´ro apre`s un temps
caracte´ristique de l’ordre de la picoseconde (similaire a` la de´croissance de la fonction de corre´lation
C(1)ph (τ) visible sur la Figure 3.14). La de´croissance de g(1)P (t+τ, t) pour la variable τ se faisant sur
un temps 1/Γ beaucoup plus long de l’ordre de la nanoseconde, il est possible de prendre cette
contribution constante dans l’inte´grale Eq. (3.3.36b), de telle sorte que
SPSB(ω) ≈ |K|2B2
∫ +∞
0
dτ
∫ +∞
0
dt ei(ωX−ω)τ e−Γt
(
eϕ(τ) − 1
)
=
|K|2B2
Γ
∫ +∞
0
dτ ei(ωX−ω)τ
(
eϕ(τ) − 1
)
≈ |K|
2B2
Γ
∫ +∞
0
dτ ei(ωX−ω)τ ϕ(τ), (3.3.38)
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ou` la dernie`re e´galite´ a e´te´ obtenue en ne conservant que les termes d’ordre un en ϕ(τ), ce qui est
valable dans la gamme de tempe´rature ou` nous travaillons. Nous en de´duisons que la partie PSB
du spectre de luminescence est donne´e par
SPSB(ω) =
2|K|2B2
Γ
∫ +∞
0
dτ Re
[
ei(ωX−ω)τ ϕ(τ)
]
. (3.3.39)
En utilisant l’expression de ϕ(τ) donne´e Eq. (3.3.33), en de´composant ei(ωX−ω)τ dans le plan com-
plexe, et en utilisant le fait que
∫∞
0 dτ e
−(ω−ω′)τ = pi δ(ω − ω′), nous obtenons
SPSB(ω) =
2piα
~2Γ
|K|2B2(ω − ωX) e−
(
ω−ωX
νc
)2 [
coth
(
β~(ω − ωX)
2
)
− 1
]
. (3.3.40)
Nous trac¸ons Figure 3.15 (b) le spectre de luminescence en prenant en compte la contribution de
l’e´quation (3.3.40), et nous observons l’apparition d’un e´paulement de part et d’autre de la ZPL
de´pendant de la tempe´rature. C’est la raison pour laquelle le couplage line´aire au bain de phonons
est attribue´ a` l’apparition des PSB. Nous remarquerons que comme il est toujours possible d’e´mettre
un phonon, il existe toujours un e´paulement du coˆte´ des basses e´nergies de la raie de luminescence.
Ainsi, l’indiscernabilite´ des photons e´mis par une BQ est toujours affecte´e par l’interaction avec les
phonons, meˆme a` tempe´rature nulle.
Enfin, nous concluons cette partie en pre´sentant Figure 3.16 des ajustements de donne´es expe´-
rimentales pour diffe´rentes tempe´ratures en utilisant l’e´quation (3.3.40) pour la partie PSB. Pour
la ZPL, la largeur a` mi-hauteur est donne´e par la re´solution du spectrome`tre. Nous observons un
bon accord the´orie - expe´rience qui nous permet d’extraire une valeur de la fre´quence de coupure
de l’ordre de ~νc ≈ 1.3 meV, correspondant a` une boˆıte de 3.5 nm de hauteur ce qui est tout a`
fait cohe´rent avec les tailles usuelles de BQ. Nous allons voir dans la partie suivante, que la perte
d’indiscernabilite´ mesure´e dans une expe´rience de type HOM est due a` la fois a` l’existence des PSB,
et a` l’e´largissement de la ZPL.
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Figure 3.16 – Spectres de luminescence d’une BQ sous excitation re´sonante a` T = 4K (a) et
T = 30K (b). En rouge des ajustements prenant en compte la contribution de la ZPL et des
PSB Eq. (3.3.40).
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3.3.5 Calcul de l’indiscernabilite´
A ce stade, nous avons tous les e´le´ments pour calculer l’indiscernabilite´ (donne´e Eq (3.2.19))
des photons e´mis par une BQ et mesure´e dans un montage de type HOM,
I =
∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ |〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t)〉|2∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ 〈Eˆ(−)(t)Eˆ(+)(t)〉 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t+τ)〉
. (3.3.41)
En e´crivant I = IN/ID ou` IN et ID sont le nume´rateur et de´nominateur de l’expression (3.3.41),
et en utilisant Eq. (3.3.30) qui permet de se´parer la fonction de corre´lation du champ en deux
contributions, une pour la ZPL, et une pour les PSB, nous obtenons
IN = |K|2
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ
∣∣∣g(1)P (t+ τ, t)∣∣∣2 ∣∣∣C(1)ph (τ)∣∣∣2 , (3.3.42a)
ID = |K|2
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ g
(1)
P (t, t) g
(1)
P (t+ τ, t+ τ)
(
C(1)ph (0)
)2
, (3.3.42b)
ou` nous avons utilise´ le fait que C(1)ph (t+ τ, t) = C(1)ph (τ) (voir annexe G.1). En utilisant l’expression
de g
(1)
P (t+ τ, t) Eq. (3.3.31) et celle de C(1)ph (τ) Eq. (3.3.32), les e´quations (3.3.42) se re´e´crivent
IN = IZPLN + IPSBN , (3.3.43a)
ID = |K|
2pi2
2Γ2
, (3.3.43b)
ou` pour l’expression du nume´rateur, nous avons utilise´ une de´composition similaire aux e´qua-
tions (3.3.36), de telle sorte que
IZPLN = |K|2B4
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ
∣∣∣g(1)P (t+ τ, t)∣∣∣2 , (3.3.44)
IPSBN = |K|2B4
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ
∣∣∣g(1)P (t+ τ, t)∣∣∣2(∣∣∣eϕ(τ)∣∣∣2 − 1) . (3.3.45)
En remarquant que les photons e´mis dans les PSB le sont a` des e´nergies de´cale´es de l’ordre du meV
par rapport a` la ZPL qui a une largeur de l’ordre du µeV, nous pouvons conside´rer que les PSB
ne contribuent pas au nume´rateur de l’indiscernabilite´ puisque ces photons sont ne´cessairement
discernables de ceux e´mis dans la ZPL. Nous avons alors
IN ≈ IZPLN (3.3.46)
= |K|2B4
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ e−2Γt e−(Γ+2γpd)τ
=
|K|2B4pi2
2Γ(Γ + 2γpd)
, (3.3.47)
et nous en de´duisons finalement que l’indiscernabilite´ des photons e´mis par une BQ est de la forme
I = Γ
Γ + 2γpd
B4. (3.3.48)
Deux contributions distinctes sont pre´sentent dans l’expression de l’indiscernabilite´ ci-dessus. La
premie`re intervient a` travers le facteur B4 et est due au couplage line´aire aux vibrations du re´seau
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cristallin associe´ a` des transitions re´elles assiste´es par phonons. Cette interaction a pour conse´quence
de fixer une valeur maximale a` l’indiscernabilite´ puisque les photons e´mis dans les PSB le sont a` des
e´nergies diffe´rentes de ceux de la ZPL, ce qui les rend discernables. La deuxie`me contribution vient
du facteur 2γpd qui est responsable de l’e´largissement homoge`ne de la ZPL et est duˆ a` l’existence
de transitions virtuelles assiste´es par phonon.
3.3.6 Comparaison aux donne´es expe´rimentales
Afin de comparer les pre´dictions du mode`le microscopique pre´sente´ dans la deuxie`me partie
de ce chapitre aux donne´es expe´rimentales de la Figure 3.9, il est utile de se rappeler que dans
notre expe´rience, les BQ se trouvent dans un guide 1D re´alise´ dans une cavite´ planaire a` miroirs
de Bragg de´crite dans la partie 2.2.3, et dont une image MEB est donne´e Figure 3.17 (a). Malgre´
le fait que le facteur de qualite´ de cette cavite´ soit seulement de l’ordre de quelques centaines
(voir Figure 2.5), sa bande passante e´tant de quelques meV, une partie des PSB est filtre´e comme
repre´sente´ Figure 3.17 (b), et ne participe donc pas a` la perte d’indiscernabilite´.
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Figure 3.17 – (a) Image MEB de l’e´chantillon S1 apre`s gravure. Nous distinguons la cavite´
dans laquelle se trouvent les BQ ainsi que les miroirs de Bragg responsables du filtrage spectral
des photons e´mis dans la direction orthogonale au guide. (b) Spectres de luminescence d’une
BQ (trait plein) a` T = 4 K (noir) et T = 20 K (pointille´s gris) en e´chelle log calcule´s a` partir
des e´quations (3.3.37) et (3.3.40) (la proportion ZPL-PSB e´tant de´termine´ expe´rimentalement).
Nous trac¸ons aussi la re´ponse spectrale de la cavite´ pour κ = 5.5 meV et ωX − ωcav = 2.3 meV
(pointille´ rouge) : une partie des PSB est filtre´e par la cavite´.
Le filtrage de la luminescence de la BQ par la cavite´ peut eˆtre conside´re´ en de´finissant la fonction
de re´ponse spectrale de la cavite´ trace´e Figure 3.17 (b),
|h(ω)|2 = (κ/2)
2
(κ/2)2 + (ω − ωcav)2 , (3.3.49)
ou` κ est la largeur a` mi-hauteur de la fonction de re´ponse et ωcav sa fre´quence centrale. Son impact
sur la valeur de l’indiscernabilite´ est pris en compte en exprimant I dans le domaine fre´quentiel
et le calcul complet est pre´sente´ dans l’annexe J. En de´finissant le facteur de filtrage de la cavite´
F comme le rapport entre l’intensite´ inte´gre´e des PSB sortant de la cavite´ et l’intensite´ inte´gre´e
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totale des PSB, nous montrons que l’indiscernabilite´ est donne´e par
I = Γ
Γ + 2γpd
[
B2|h(ωX)|2
B2|h(ωX)|2 + F(1−B2)
]2
, (3.3.50)
avec
F =
∫ +∞
−∞ dω |h(ω + ωX)|2ω e
−
(
ω
νc
)2 [
coth
(
β~ω
2
)
− 1
]
∫ +∞
−∞ dω ω e
−
(
ω
νc
)2
coth
(
β~ω
2
) . (3.3.51)
Nous constatons que dans le cas ou` nous ne prenons pas en compte le filtrage spectral de la
cavite´, c’est-a`-dire lorsque F = 1 et |h(ωX)|2 = 1, nous retrouvons l’expression (3.3.48) obtenue
pre´ce´demment. Au contraire, si nous supposons que la cavite´ permet de filtrer l’inte´gralite´ des PSB,
c’est-a`-dire si F = 0, nous obtenons I = Γ/(Γ + 2γpd) et la perte d’indiscernabilite´ est uniquement
due a` l’e´largissement de la ZPL.
La Figure 3.18 pre´sente les mesures d’indiscernabilite´ re´alise´es sur les BQ 1 et 2 du Tableau 3.2
en fonction de la tempe´rature. Les donne´es expe´rimentales sont ajuste´es par l’expression (3.3.50)
ou` la valeur de Γ = 1/T1 est obtenue par des mesures de photoluminescence re´solue en temps avec
T1 = 1100±20 ps pour la BQ 1 et T1 = 750±15 ps pour la BQ 2, et ou` κ et ωX −ωcav sont obtenus
graˆce a` des mesures de luminescence non re´sonante sous forte puissance d’excitation (pre´sente´es
Figure 2.5 (a) pour BQ1 et (b) pour BQ2). Nous observons un bon accord entre le mode`le the´orique
et les re´sultats expe´rimentaux. En particulier, nous parvenons a` expliquer a` la fois le plateau pour
les ”basses” tempe´ratures ainsi que la chute rapide au dela` de 12 K, et ce graˆce a` la prise en compte
des transitions virtuelles assiste´es par phonon, associe´es au couplage quadratique aux phonons. En
effet, nous trac¸ons en pointille´s violets la contribution des PSB a` la perte d’indiscernabilite´ et nous
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Figure 3.18 – Mesure de l’indiscernabilite´ des photons e´mis par les BQ 1 (a) et 2 (b) en
fonction de la tempe´rature. L’indiscernabilite´ reste presque constante pour des tempe´ratures
infe´rieures a` 12 K puis chute pour des tempe´ratures plus e´leve´es. La courbe rouge est un ajuste-
ment des donne´es expe´rimentales par l’e´quation (3.3.50) qui prend en compte les contributions
des PSB et de la ZPL. La courbe en pointille´ violets montre uniquement la contribution des
PSB.
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constatons que cette contribution ne peut expliquer a` elle seule la chute rapide d’indiscernabilite´
pour les ”hautes” tempe´ratures. Ainsi, les transitions re´elles assiste´es par phonons sont responsables
de la chute d’indiscernabilite´ en dessous de 10 K, alors que les transitions virtuelles le sont a` plus
haute tempe´rature.
Cette proce´dure nous permet d’extraire la fre´quence de coupure des phonons νc relie´e a` la taille
de la BQ, ainsi que les parame`tres α et µ intervenant dans les fonctions de corre´lation du bain de
phonon. Pour la BQ 1, nous obtenons ~νc = 8 meV, α/~2 = 0.008 ps2, µ = 5× 10−4 ps2 et pour la
BQ 2 ~νc = 12 meV, α/~2 = 0.007 ps2, µ = 6× 10−4 ps2. Nous constatons que les valeurs obtenues
pour les fre´quences de coupure correspondent a` des boˆıtes de hauteur le´ge`rement infe´rieure au
nanome`tre ce qui est faible mais reste du bon ordre de grandeur. Ensuite, les valeurs the´oriques des
deux autres parame`tres e´tant α/~2 = 0.1 ps2 et µ = 0.06 ps2, nous voyons que nous obtenons des
valeurs sensiblement infe´rieures mais qui peuvent s’expliquer, surtout pour µ, par le fait que ces
constantes de´pendent de nombreux parame`tres dont les valeurs sont obtenues expe´rimentalement.
Notons que les constantes α et µ caracte´risent la force des couplages line´aire et quadratique.
Enfin, le mode`le microscopique de´veloppe´ ici met clairement en e´vidence le fait qu’un filtrage
des PSB, en utilisant par exemple une cavite´ Fabry-Perot avant l’interfe´rome`tre de Mach-Zehnder,
ou en inse´rant les BQ dans des cavite´s de tre`s grands facteurs de qualite´, permet d’obtenir un bien
meilleur degre´ d’indiscernabilite´, comme l’on mis re´cemment en e´vidence Grange et al [131]. Dans ce
papier, les auteurs montrent que l’effet de la cavite´ sur l’indiscernabilite´ est double. Premie`rement,
elle a pour effet de minimiser la proportion de photons e´mis dans les PSB en forc¸ant l’e´mission
dans la ZPL (cavity feeding). Cela permet de minimiser la perte d’indiscernabilite´ due au couplage
line´aire aux phonons tout en pre´servant une bonne efficacite´ d’e´mission. Deuxie`mement, graˆce a`
un facteur de Purcell e´leve´ (F ∼ 25), le temps de vie de l’e´tat excite´ est de l’ordre de quelques
dizaines de picosecondes, ce qui permet de minimiser les effets dus au couplage quadratique et donc
de diminuer l’e´largissement de la ZPL, maximisant ainsi l’indiscernabilite´.
3.4 Conclusion
Pour conclure, nous avons dans un premier temps dans ce chapitre mis en e´vidence que des
mesures d’indiscernabilite´ de photons e´mis par une BQ et re´alise´es dans un dispositif de type
HOM, permettent de ne sonder que les interactions entre la BQ et les vibrations de la matrice
solide. De plus, contrairement a` ce que nous pouvons trouver dans la litte´rature, la mesure du
temps de cohe´rence par STF (ou par mesure directe de la largeur de la raie de luminescence), ne
nous renseigne absolument pas sur le degre´ d’indiscernabilite´ des photons e´mis si les photons qui
interfe`rent sont e´mis avec un de´lai petit devant la microseconde. Le syste`me expe´rimental utilise´
pendant cette the`se constitue donc un syste`me mode`le pour l’e´tude des processus de de´cohe´rence
dus a` l’interaction e´lectron-phonon. Nous avons re´alise´ des mesures de l’indiscernabilite´ en fonction
de la tempe´rature afin de sonder cette interaction tout en faisant varier la population de phonons,
et des re´sultats similaires ont e´te´ obtenus pour deux BQ distinctes.
Dans une deuxie`me partie, nous avons de´veloppe´ un mode`le microscopique prenant en compte
l’interaction avec le champ e´lectromagne´tique et avec les phonons acoustiques, afin d’interpre´ter
les re´sultats expe´rimentaux. L’originalite´ de ce mode`le a e´te´ de tenir compte non seulement du
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couplage line´aire au bain de phonons, mais aussi du couplage quadratique. Nous avons montre´ que
le premier est duˆ a` des transitions re´elles assiste´es par les phonons acoustiques de la matrice de GaAs
environnante et est responsable de l’apparition des PSB dans le spectre de luminescence, entraˆınant
une baisse de l’indiscernabilite´ a` basse tempe´rature. Le couplage quadratique est quant a` lui associe´
a` des transitions virtuelles assiste´es par phonons et est responsable d’un e´largissement homoge`ne
de la ZPL, qui entraˆıne une perte d’indiscernabilite´ pour les photon e´mis quand la tempe´rature
de´passe 10 K. Enfin, ce mode`le a permis de montrer qu’un filtrage spectral permet de maximiser
l’indiscernabilite´ a` basse tempe´rature mais que sa chute reste ine´vitable quand la tempe´rature
augmente, a` moins de diminuer le temps de vie radiatif de l’e´tat excite´ par effet Purcell.
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E´tude de l’interaction entre une boˆıte
quantique et une mer de Fermi
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4.1 Introduction
Nous avons discute´ dans la partie 3.2.1 qu’une BQ interagissait fortement avec son environne-
ment via les vibrations du re´seau cristallin [35, 36], l’environnement e´lectrostatique fluctuant [37,
38, 39], ou encore l’interaction avec les spins nucle´aires des ions composant la matrice solide [40, 41].
Nous avons e´voque´ dans la partie 2.2.5 que les fluctuations de l’environnement e´lectrostatique sont
dues a` la pre´sence de de´fauts dans la couche de mouillage aux alentours de la BQ, qui jouent le roˆle
de pie`ges e´lectrostatiques pour les porteurs, et peuvent empeˆcher l’observation de la luminescence
sous excitation re´sonante [90, 132]. Expe´rimentalement, ceci constitue un proble`me majeur puisqu’il
est impossible d’observer de la luminescence re´sonante pour la plupart des BQ e´tudie´es. Il a e´te´
mis en e´vidence au de´but des anne´es 2010 que l’utilisation d’un laser non re´sonant peut permettre
de retrouver le signal de luminescence re´sonante1 [90, 91] et de nombreux groupes a` l’heure actuelle
utilisent cette me´thode [92, 103, 45]. Cependant, bien que cette technique ait de´montre´ son effica-
cite´, l’origine des processus physiques mis en jeu n’a e´te´ que peu e´tudie´e, ce qui rend une description
pre´cise du syste`me complique´e. C’est la raison pour laquelle il est primordial de controˆler de fac¸on
de´terministe l’e´tat de charge d’une BQ, afin d’eˆtre en mesure de re´aliser l’excitation re´sonante de
manie`re syste´matique et efficace.
Dans ce chapitre, nous pre´sentons les re´sultats obtenus sur l’e´chantillon dope´ e´lectriquement
pre´sente´ dans la partie 2.2.3.2, ou` il est possible d’appliquer un champ e´lectrique au niveau du plan
de BQ dans la direction de croissance. Nous rappelons que la structure de bande de l’e´chantillon
ainsi qu’un sche´ma de la structure sont pre´sente´s dans les Figures 2.6 et 2.7 du chapitre 2. Nous
commencerons par montrer que la structure originale de cet e´chantillon permet un controˆle de l’e´tat
de charge des BQ ce qui conduit a` l’observation syste´matique de la luminescence sous excitation
re´sonante. Le couplage par effet tunnel entre la mer de Fermi et la BQ a pour conse´quence de
fixer l’e´tat de charge de la boˆıte en fonction du champ applique´. Nous avons e´tudie´ dix BQ au
total, pre´sentant toutes le meˆme comportement. Ainsi, nous ne pre´sentons dans ce chapitre que les
re´sultats obtenus sur une seule BQ.
Dans un deuxie`me temps, nous e´tudierons les processus d’interaction avec la mer de Fermi et
mettrons en e´vidence que cette interaction peut eˆtre controˆle´e, selon la tension applique´e. Nous
pre´senterons des mesures de temps de cohe´rence par spectroscopie par transforme´e de Fourier
(STF). Nous montrerons que l’e´tude de la luminescence en fonction de la tempe´rature permet de
sonder la distribution d’occupation de la mer selon la statistique de Fermi-Dirac. Malgre´ le fait
que ces expe´riences soient tre`s re´centes et pour l’instant partiellement comprises, nous donnons des
pistes pour leur interpre´tation en fin de chapitre.
1. En fait, Nguyen et al [90, 132] ont seulement montre´ que la luminescence de l’exciton neutre n’est pas obser-
vable a` cause des pie`ges e´lectrostatiques proches de la boˆıte. En re´alite´, nous constatons expe´rimentalement que la
luminescence re´sonante de n’importe quel e´tat de la BQ est souvent difficile a` observer et que l’utilisation d’un laser
non re´sonant permet aussi de retrouver, ou d’exalter, la luminescence des e´tats charge´s.
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4.2 Controˆle de l’e´tat de charge d’une boˆıte quantique
4.2.1 E´tude non re´sonante et identification des raies de luminescence
Nous commenc¸ons par discuter les re´sultats d’expe´riences de micro-photoluminescence (µPL)
sous excitation non-re´sonante, qui nous permettent d’identifier les e´tats observe´s. La Figure 4.1
pre´sente une carte 2D des spectres de µPL en fonction de la tension applique´e. Nous observons
une raie de luminescence autour de 1345 meV qui persiste sur la quasi totalite´ de la gamme de
tension explore´e. L’e´tude de la polarisation de cette raie de luminescence semble indiquer (et nous
le ve´rifierons dans la suite) qu’il s’agit d’un e´tat charge´ puisque nous n’observons pas de splitting
de structure fine. Les tensions applique´es ici sortent de la gamme dans laquelle il est possible de
travailler sans faire passer de courant dans l’e´chantillon (voir la caracte´ristique I-V de la diode
Figure 4.1), l’ide´e e´tant simplement dans cette partie d’identifier les diffe´rents e´tats de la boˆıte
Figure 4.1 – Carte 2D de la luminescence sous excitation non-re´sonante en fonction de la
tension applique´e sur l’e´chantillon. Nous pre´sentons aussi la caracte´ristique I-V de la diode a`
4 K qui montre que pour des tensions infe´rieures a` −5 V, le courant qui passe dans l’e´chantillon
exce`de le microampe`re. Les pointille´s blancs pre´cisent la tension a` laquelle a e´te´ re´alise´e l’e´tude
en polarisation de la Figure 4.2 et les pointille´es en rouge indiquent le seuil d’apparition de la
paire e´lectron-trou neutre a` la tension U ′1 = −5.2 V. La faible luminescence a` 1344 meV est due
a` la pre´sence d’une autre boˆıte proche de celle e´tudie´e.
L’analyse de la polarisation des raies de luminescence se trouvant a` 1349.5 meV et 1352 meV et
apparaissant pour des tensions infe´rieures a` U ′1 = −5.2 V (pointille´s rouges), a e´te´ re´alise´e a` une
tension de −6.1 V (pointille´s blancs) en suivant la proce´dure de´crite dans la partie 2.3.2, et les
re´sultats sont pre´sente´s Figure 4.2 (a). Nous constatons que la position du maximum d’intensite´
pour les deux raies en question oscille en fonction de l’angle de rotation de la lame λ/2. Comme
mentionne´ dans la partie 2.3.2, cela signifie que ces raies sont compose´es de deux transitions issues de
deux e´tats dont l’e´cart en e´nergie est plus petit que la re´solution du spectrome`tre. Nous en de´duisons
que ces e´tats correspondent a` la paire e´lectron-trou neutre X0 et a` la double paire e´lectron-trou
2X0, en accord avec le fait que les deux raies oscillent en opposition (voir Figure 1.13). Afin de
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diffe´rencier ces deux e´tats, nous avons mesure´ l’intensite´ des deux raies en fonction de la puissance
d’excitation, et nous pre´sentons les re´sultats en e´chelle log-log dans la Figure 4.2 (b), ou` les ronds
noirs (losanges bleus) correspondent a` l’intensite´ inte´gre´e de la raie a` 1352 meV (1349.5 meV).
Nous observons que l’intensite´ de la premie`re varie line´airement avec la puissance, avant de saturer
(donne´es non montre´es), alors que l’intensite´ de la deuxie`me varie de manie`re sur-line´aire. Nous en
de´duisons que la raie a` 1352 meV correspond a` la paire e´lectron-trou neutre X0, et que la raie a`
1349.5 meV correspond a` la double paire e´lectron trou 2X0 [133, 134, 135]. Notons que l’intensite´
de la raie 2X0 ne varie pas quadratiquement avec la puissance d’excitation comme nous pourrions
nous y attendre, mais que cela a de´ja` e´te´ observe´ expe´rimentalement [136].
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Figure 4.2 – E´tude des raies de luminescence apparaissant pour des tensions infe´rieures a`
U ′1 = −5.2 V. (a) Analyse de la polarisation des raies de luminescence a` 1349.5 meV et 1352 meV
graˆce au montage de´crit dans la partie 2.3.2. (b) E´tude de l’e´volution de l’intensite´ des deux
meˆmes raies en fonction de la puissance d’excitation.
Afin de de´terminer si la raie de luminescence se trouvant a` 1345 meV (voir Figure 4.1) correspond
a` l’e´tat X+ ou X−, nous avons mesure´ le taux de maintien de polarisation sous excitation circulaire.
En effet, lors de la cre´ation d’un trio par une excitation polarise´e circulairement en re´gime pulse´,
l’e´tat du porteur seul (l’e´lectron dans le cas de X+, le trou dans celui de X−) est totalement
de´termine´ a` l’instant initial. La Figure 4.3 (a) pre´sente le cas d’une excitation de polarisation σ+
qui cre´e une paire e´lectron-trou de moment cine´tique total J = +1. Le temps caracte´ristique de
retournement du spin de ce porteur, duˆ a` l’interaction avec les spins nucle´aires environnant non
polarise´s1, de´termine donc le taux de maintien de polarisation
ρ =
|Iσ+ − Iσ− |
Iσ+ + Iσ−
, (4.2.1)
ou` Iσ± est l’intensite´ de la luminescence e´mise par la BQ avec la polarisation σ±. Lorsque le temps
de retournement du spin est grand (petit) devant le temps de vie de l’e´tat excite´, le maintien de
polarisation est total (nul) et ρ = 1 (ρ = 0).
Dans le cas de l’e´tat X+, le taux de maintien de la polarisation est controˆle´ par le temps carac-
te´ristique de retournement du spin de l’e´lectron, et Braun et al [112, 137] ont mesure´ que ce temps
est de l’ordre de plusieurs centaines de picosecondes dans les BQ InAs/GaAs. La Figure 4.3 (b)
1. Il est important de noter que ce re´sultat n’est valide que pour une excitation pulse´e. Dans le cas d’une excitation
continue, la pre´paration permanente d’un e´tat de spin de´termine´ dans la boˆıte a pour conse´quence de polariser les
spins nucle´aires, et ainsi de de´truire l’anisotropie du champ magne´tique cre´e´.
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reprend les re´sultats des auteurs, qui mesurent une de´croissance rapide de la polarisation de la
luminescence e´mise, dans le cas ou` le champ magne´tique externe est nul (courbe noire). De plus, en
prenant en compte ce temps caracte´ristique de de´croissance ainsi que le temps de vie radiatif des
BQ, il est possible de montrer, que pour un e´tat X+, le taux de maintien de polarisation ne peut
exce´der 45 % [138]. Dans le cas de l’e´tat X−, le taux de maintien de la polarisation est controˆle´ par
le temps caracte´ristique de retournement du spin du trou, et Laurent et al [139] ont mesure´ dans
une expe´rience similaire pre´sente´e Figure 4.3 (c), que ce temps est supe´rieur a` 20ns (correspondant
au temps long de de´croissance de la courbe rouge).
Ainsi, nous avons mesure´ le taux de maintien de polarisation de la raie a` de 1345 meV en utilisant
le montage pre´sente´ dans la Figure 4.3 (d). Afin d’eˆtre en mesure d’exciter la BQ avec une pola-
risation σ±, il est ne´cessaire que l’excitation se fasse par la face de l’e´chantillon. En conse´quence,
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Figure 4.3 – (a) E´tats X− et X+ dans une BQ. (b) Taux de polarisation de la luminescence
de l’e´tat X+ sou champ magne´tique nul (noir) [137]. Le temps caracte´ristique de retournement
du spin de l’e´lectron est de plusieurs centaines de picosecondes. (c) Taux de polarisation de la
luminescence de l’e´tat X− [139] sous excitation circulaire (points rouges). Le temps caracte´ris-
tique de retournement du trou est de plus de 20 ns. (d) Montage expe´rimental pour la mesure du
taux de maintien de polarisation de la luminescence e´mise par une BQ sous excitation circulaire
et non-re´sonante. (e) et (f) Diagrammes de polarisation de la luminescence pour une excita-
tion selon les deux polarisations circulaires. Les donne´es sont ajuste´es par la somme de deux
cosinus carre´ de´phase´s de pi/2 (traits rouges) et nous trac¸ons aussi les deux contributions se´pa-
re´ment (traits bleus et verts). Nous mesurons des taux de maintien de polarisation de 74 % (e)
et 65 % (f), indiquant qu’il s’agit de l’e´tat X−.
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l’excitation re´sonante est impossible et nous sommes contraints d’exciter dans la couche mouillage.
De plus, la lame λ/4 nous permettant de transformer la polarisation line´aire en polarisation circu-
laire pour l’excitation, entraˆıne que la luminescence polarise´e initialement σ±, est transforme´e en
une superposition de polarisations line´aires. Par la suite, l’analyse de la polarisation est re´alise´e en
suivant le meˆme principe que celui de´crit dans la partie 2.3.2. Nous pre´sentons Figure 4.3 (e) et (f)
les diagrammes de polarisation de la luminescence pour une excitation selon les deux polarisation
circulaires. Un ajustement correspondant a` la somme de deux cosinus carre´ de´phase´s de pi/2 permet
d’extraire les contributions de chaque polarisation, et ainsi de remonter aux valeurs de Iσ+ et Iσ− .
Nous en de´duisons des taux de maintien de polarisation de 74 % (e) et 65 % (f), ce qui indique que
la raie observe´e correspond a` la luminescence du trio X−.
4.2.2 E´tude re´sonante du trio X−
Nous pre´sentons Figure 4.4 (a) le spectre d’e´mission de la raie X− sous excitation re´sonante et
en fonction de la tension applique´e. Nous observons la luminescence lorsque la tension est comprise
entre deux tensions seuils U1 = −4.4 V et U ′2 = −2.1 V. Comme dans le cas des expe´riences sous
excitation non-re´sonante, les dix BQ e´tudie´es sur cet e´chantillon ont toutes le meˆme comportement,
et les positions moyennes des seuils sont U ′2 = −2.4± 0.2 V et U1 = −4.2± 0.2 V. Nous avons donc
pu observer de la luminescence re´sonante pour chacune d’entre elles de´montrant ainsi le succe`s de
ce type de structure. Nous reviendrons dans la partie suivante sur l’interpre´tation de ces re´sultats
et sur la signification des seuils. De plus, un effet Stark de quelques dizaines de µeV est observe´ sur
la plage de tension ou` la raie X− existe.
La Figure 4.4 (b) pre´sente des mesures d’oscillations de Rabi en fonction de la tension applique´e.
Nous constatons que quelle que soit la tension, l’e´tat du syste`me a` deux niveaux peut eˆtre controˆle´
de manie`re de´terministe. La forme et la pe´riode de l’oscillation varient clairement avec la tension,
d’une manie`re similaire au cas d’e´chantillon non-contacte´ en pre´sence d’un laser non-re´sonant He-
Ne lorsque sa puissance varie. Nous observons que le maximum d’intensite´ se de´cale vers les hautes
puissances lorsque la tension diminue. De plus, pour les basses tensions, un e´paulement dans l’oscil-
lation apparaˆıt pouvant faire penser a` une oscillation de Rabi pour un syste`me a` trois niveaux [140].
Ne´anmoins, nous n’avons a` ce jour pas d’explication satisfaisante pour ce comportement.
Nous pre´sentons Figure 4.4 (c) le diagramme de polarisation de la luminescence sous excitation
re´sonante pour une puissance correspondant a` des impulsions pi et pour une tension U = −3 V. Il est
inte´ressant de remarquer que contrairement a` l’e´chantillon non dope´, pour lequel il est ne´cessaire de
re´aliser un ajustement de la luminescence de la boˆıte ainsi que du laser pour extraire la contribution
de la BQ (voir Figure 2.14 (b)), nous pouvons ici directement mesurer la contribution du laser en
se plac¸ant a` une tension supe´rieure a` U ′2. Le fait que la polarisation ne soit pas rectiligne mais
elliptique est en accord avec l’observation d’un e´tat charge´. Pre´cisons que nous n’avons pas vu
d’e´volution du diagramme de polarisation en fonction de la puissance d’excitation ou de la tension
applique´e.
Nous avons e´galement re´alise´ des mesures de temps de vie radiatif pour une puissance d’excita-
tion correspondant a` des impulsions pi et en fonction de la tension applique´e. Nous avons constate´
que la de´croissance de la population de l’e´tat excite´ est mono-exponentiel (voir Figure 4.4 (d)) et
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Figure 4.4 – Caracte´ristiques optiques de la raie X− sous excitation re´sonante. (a) Spectre
d’e´mission en fonction de la tension applique´e. (b) Oscillation de Rabi pour U = −2.2 V, U =
−2.8 V et U = −3.8 V. (c) Diagramme de polarisation de la luminescence pour une puissance
correspondant a` une impulsion pi et pour une tension U = −3 V. (d) Mesure du temps de vie
radiatif a` une tension U = −3 V. (e) Histogramme des co¨ıncidences re´alise´ dans un montage de
type HBT pour un temps d’acquisition de 200 s. Le parame`tre caracte´risant l’unicite´ des photons
e´mis est g = 0.05± 0.02 et l’ajustement en rouge est une somme d’exponentielles de´croissantes
dont la largeur est controˆle´e par le temps de vie radiatif de l’e´tat excite´.
que la valeur du temps de vie mesure´e T1 = 566± 13 ps reste constante avec la tension.
Finalement, malgre´ la structure e´labore´e de l’e´chantillon, les BQ restent de tre`s bonnes sources
de photons uniques et la proportion de laser diffuse´ est faible, comme le montre l’histogramme des
co¨ıncidences re´alise´ dans un montage de type HBT et pre´sente´ Figure 4.4 (e), donnant g = 0.05±
0.02. Nous verrons dans la partie 4.2.4 que cette structure permet aussi la conversion syste´matique
d’une impulsion laser en un photon e´mis pour la BQ, ce qui fait de ce type d’e´chantillon un bon
candidat pour d’e´ventuelles applications en information quantique.
4.2.3 E´tat de charge des boˆıtes quantiques e´tudie´es
4.2.3.1 E´tats conside´re´s
Afin d’interpre´ter les re´sultats pre´ce´dents et de comprendre pourquoi la structure de l’e´chantillon
e´tudie´ permet l’observation syste´matique de la luminescence re´sonante, nous allons justifier la
position des seuils apparaissant sur les Figures 4.4 (a) et 4.1, en conside´rant une BQ en interaction
avec une mer de Fermi suppose´e a` tempe´rature nulle. La Figure 4.5 (a) sche´matise les diffe´rents
e´tats de charges de la BQ, sans paire e´lectron-trou photo-cre´e´e (haut) et avec une paire photo-cre´e´e
(bas). Dans les deux cas, nous conside´rons les trois e´tats de charges ou` ze´ro, un et deux e´lectron(s)
(de gauche a` droite) passent par effet tunnel de la mer de Fermi vers la BQ. Afin de connaˆıtre la
4.2. CONTROˆLE DE L’E´TAT DE CHARGE D’UNE BOIˆTE QUANTIQUE 131
position des diffe´rents seuils qui de´terminent le passage d’un e´tat de charge a` un autre, nous allons
de´terminer quels sont les e´tats de plus basse e´nergie selon la tension applique´e. Pour cela nous
utilisons les notations de la Figure 4.5 (b) qui repre´sente la structure e´lectronique typique d’une
BQ. Nous appelons Ee(U) (Eh(U)) l’e´nergie du bas (haut) de la bande de conduction (valence)
qui de´pend de la tension applique´e U , et εe,1 (εh,1) l’e´nergie de confinement de l’e´tat de plus basse
e´nergie de la bande de conduction (valence). Nous notons aussi εe,2 l’e´nergie de confinement du
deuxie`me e´tat de plus basse e´nergie de la bande de conduction. L’e´nergie d’un e´lectron dans la bande
de conduction est donc donne´e par Ee,1(U) = Ee(U) + εe,1 ou` Ee(U) = EF + αq(VBI − U) − Ec,
similaire a` l’e´quation (2.2.2), avec α le bras de levier de la structure. Nous pouvons remarquer que
pour toute tension applique´e, Ee(U) + Eh(U) = E
InAs
gap puisque pour l’e´nergie des trous, l’axe des
e´nergies est vers le bas (voir Figure 4.5 (b)). De plus, nous notons Ec la diffe´rence de gap entre
GaAs et InAs dans la bande conduction.
Figure 4.5 – (a) Sche´ma des diffe´rents e´tats e´lectroniques d’une BQ proche d’une mer de
Fermi, les points noirs repre´sentent les e´lectrons et les cercles blancs les trous. La partie haute
du sche´ma correspond au cas ou` il n’y a pas de paire e´lectron-trou photo-cre´e´e dans la boˆıte, et
la partie basse au cas ou` une paire e´lectron-trou est photo-cre´e´e. Nous appelons In (Jn) les e´tats
sans (avec) paire e´lectron-trou photo-cre´e´e, l’indice n correspondant au nombre d’e´lectrons qui
sont passe´s de la mer vers la BQ par effet tunnel. (b) Structure e´lectronique typique d’une BQ,
les notations introduites ici sont utilise´es dans le texte.
Avec ces notations nous pouvons exprimer l’e´nergie de chacun des e´tats de la Figure 4.5 (a) et
nous commenc¸ons par le cas ou` la boˆıte ne contient pas de paire photo-cre´e´e. Nous noterons EIn
(EJn) avec n = (0, 1, 2) les e´nergies des e´tats ou` n e´lectrons sont passe´s par effet tunnel de la mer
de Fermi vers la BQ sans (avec) paire photo-cre´e´e.
E´tat a` ze´ro e´lectron sans paire photo-cre´e´e : I0
Cet e´tat est repre´sente´ en haut a` gauche de la Figure 4.5 (a) et dans ce cas, les deux e´lectrons
conside´re´s se trouvent dans la mer de Fermi a` l’e´nergie EF et la boˆıte est vide, de telle sorte que
EI0 = 2EF . (4.2.2)
E´tat a` un e´lectron sans paire photo-cre´e´e : I1
Dans ce cas, un e´lectron est passe´ par effet tunnel de la mer vers la boˆıte et
EI1 = EF + Ee,1(U) + ∆, (4.2.3)
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ou` ∆ est le couˆt e´nerge´tique ne´cessaire a` l’extraction d’un e´lectron de la mer de Fermi. Ce parame`tre
de´pend de la distance d1 entre la BQ et la mer de Fermi et nous verrons dans la suite qu’il
n’intervient plus dans la description des phe´nome`nes observe´s.
E´tat a` deux e´lectrons sans paire photo-cre´e´e : I2
Deux e´lectrons sont passe´s par effet tunnel dans la boˆıte,
EI2 = 2Ee,1(U) + 2∆ + δee, (4.2.4)
ou` δee > 0 est l’e´nergie d’interaction coulombienne entre deux e´lectrons dans la boˆıte. Pour deux
e´lectrons dans une boˆıte de 3 nm, l’e´nergie Coulombienne est de l’ordre de δee ∼ 100 meV.
E´tat a` ze´ro e´lectron avec paire photo-cre´e´e : J0
Cet e´tat est repre´sente´ en bas a` gauche de la Figure 4.5 (a) et dans ce cas, les deux e´lectrons
conside´re´s se trouvent dans la mer de Fermi a` l’e´nergie EF et la boˆıte comporte une paire e´lectron-
trou dans l’e´tat de plus basse e´nergie,
EJ0 = 2EF + Ee,1(U) + Eh,1(U) + δeh. (4.2.5)
δeh est l’e´nergie coulombienne d’interaction entre l’e´lectron et le trou, c’est-a`-dire l’e´nergie de liaison
de la paire. Elle est repre´sente´e Figure 1.8 en fonction de la taille du confinement, dans le cas de
barrie`res de potentiel infinies.
E´tat a` un e´lectron avec paire photo-cre´e´e : J1
Un e´lectron est passe´ par effet tunnel de la mer vers la boˆıte et la paire comporte une paire e´lectron-
trou,
EJ1 = EF + 2Ee,1(U) + Eh,1(U) + δeh + δe−eh + ∆. (4.2.6)
δe−eh est l’e´nergie d’interaction Coulombienne entre un e´lectron est une paire e´lectron-trou dans
la boˆıte. Elle est repre´sente´e Figure 1.12 en fonction de la taille du confinement et dans le cas de
barrie`res infinies.
E´tat a` deux e´lectrons avec paire photo-cre´e´e : J2
Deux e´lectrons sont passe´s par effet tunnel de la mer vers la boˆıte qui comporte en plus une paire
e´lectron-trou photo-cre´e´es. Le principe de Pauli imposant qu’un des e´lectron doit eˆtre place´ dans
le deuxie`me niveau de la bande de conduction, nous avons dans ce cas,
EJ2 = 2Ee,1(U) + Ee,2(U) + Eh,1(U) + δeh + δe−eh + δe−eeh + 2∆. (4.2.7)
ou` δe−eeh est l’e´nergie d’interaction coulombienne entre un e´lectron est un trio ne´gatif dans la boˆıte.
4.2.3.2 De´finition des seuils
Les tensions seuils apparaissant sur les Figures 4.4 (a) et 4.1 sont de´finies de la manie`re suivante.
Les seuils U1 et U2 (respectivement U
′
1 et U
′
2) correspondent aux tensions pour lesquelles un et deux
e´lectrons passent par effet tunnel dans la boˆıte sans paire e´lectron-trou photo-cre´e´e (respectivement
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avec une paire e´lectron-trou photo-cre´e). Ces tensions sont donc de´finies comme
EI0(U1) = EI1(U1), (4.2.8a)
EI1(U2) = EI2(U2), (4.2.8b)
EJ0(U
′1) = EJ1(U
′1), (4.2.8c)
EJ1(U
′2) = EJ2(U
′2), (4.2.8d)
et nous obtenons leurs expressions en fonction des diffe´rents parame`tres du proble`me,
U1 = VBI +
1
αq
(εe,1 + ∆− Ec) , (4.2.9a)
U2 = VBI +
1
αq
(εe,1 + δee + ∆− Ec) , (4.2.9b)
U ′1 = VBI +
1
αq
(εe,1 + δe−eh + ∆− Ec) , (4.2.9c)
U ′2 = VBI +
1
αq
(εe,2 + δe−eeh + ∆− Ec) . (4.2.9d)
Nous en de´duisons que les seuils U1 et U
′
1 ainsi que U2 et U
′
2 sont de´cale´s en tension et que
U ′1 − U1 =
δe−eh
αq
(4.2.10a)
U ′2 − U2 =
1
αq
(εe,2 − εe,1 + δe−eeh − δee) (4.2.10b)
Nous avons vu (Figure 1.12) que dans le cas de barrie`res infinies, δe−eh est ne´gatif, ce qui entraˆınerait
que U ′1 < U1. En re´alite´, les barrie`res de potentiel ne sont pas infinies et les fonctions d’onde de
l’e´lectron et du trou ne sont pas de´localise´es de la meˆme manie`re. Cela est duˆ au fait que les masses
effectives des porteurs et le potentiel de confinement des bandes de valence et de conduction ne
sont pas identiques. Deux situations distinctes peuvent alors se pre´senter :
• si l’e´lectron est plus de´localise´ que le trou, la boˆıte est globalement charge´e positivement, ce
qui correspond a` δe−eh < 0. Un e´lectron de la mer de Fermi tunnel alors plus facilement vers
une boˆıte comportant une paire e´lectron-trou que vers une BQ vide.
• si le trou est plus de´localise´ que l’e´lectron, la boˆıte est globalement charge´e ne´gativement,
ce qui correspond a` δe−eh > 0. Un e´lectron de la mer de Fermi tunnel alors plus facilement
vers une boˆıte vide que vers une BQ comportant une paire e´lectron-trou.
Dans les BQ InAs/GaAs usuelles, les trous sont ge´ne´ralement plus confine´s que les e´lectrons [141,
142, 143], ce qui entraˆıne δe−eh < 0 et donc U ′1 < U1 comme repre´sente´ Figure 4.5 (a). Nous pouvons
remarquer que ce re´sultat est cohe´rent avec le fait que la transition X− se fait a` plus basse e´nergie
que celle de X0, puisque δe−eh correspond a` l’e´nergie de liaison du trio, qui est ne´gative et vaut
quelques meV, comme mesure´ aussi par de nombreux groupes [71, 72, 107, 144, 145]. En effet, en
appelant EX0 = EJ0 − EI0 , EX− = EJ1 − EI1 et EX2− = EJ2 − EI2 les e´nergies des transitions
associe´es a` la recombinaison radiative des e´tats X0, X− et X2−, nous montrons que
EX− − EX0 = δe−eh, (4.2.11a)
EX2− − EX− = εe,2 − εe,1 + δe−eeh − δee. (4.2.11b)
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En ce qui concerne les seuils U2 et U
′
2, nous venons de montrer (voir Eq. (4.2.10b) et Eq. (4.2.11b))
que la diffe´rence U ′2 −U2 est du meˆme signe que (EX2− −EX−). Dans les boˆıtes InAs/GaAs, cette
quantite´ a e´te´ mesure´e ne´gative et valant plusieurs centaines de µeV [71, 72, 144, 146]. Cette
situation correspond a` celle illustre´e Figure 4.5 (a).
4.2.3.3 Interpre´tation des re´sultats expe´rimentaux
Dans le cas d’une excitation re´sonante, la luminescence ne peut eˆtre observe´e que lorsque l’e´nergie
du laser d’excitation correspond exactement a` l’e´nergie de la transition adresse´e. Dans notre cas,
cela signifie que la luminescence re´sonante de la raie X− ne peut eˆtre observe´e qu’entre les seuils U1
et U ′2 (Figure 4.4 (a)). Cette interpre´tation est cohe´rente avec la carte 2D obtenue sous excitation
non-re´sonante a` faible puissance, donne´e Figure 4.6 (a) ou` nous observons une exaltation de la
luminescence entre les seuils U1 et U
′
2. Nous pouvons de plus remarquer que l’intensite´ reste faible
sur une plus grande plage de tension proche du seuil U ′2, aussi bien pour l’excitation re´sonante
que non-re´sonante, indiquant que les seuils U1 et U
′
2 ne sont pas de meˆme nature. En effet, U
′
2
correspond a` un seuil en pre´sence d’une paire e´lectron-trou photo-cre´e´e dans la BQ, ce qui n’est
pas le cas du seuil U1. En se souvenant que dans l’e´tat J2 la BQ posse`de un e´lectron dans le
deuxie`me niveau de la bande de conduction, nous en de´duisons que sa fonction d’onde est plus
de´localise´e que celles des autres e´tats. Cela signifie que la BQ interagit d’avantage avec la mer de
Fermi lorsque U est proche de U ′2 que lorsque la tension est proche de U1. Cette interpre´tation est
confirme´e par la mesure des fluctuations relatives d’intensite´ (avec un temps d’acquisition de 0.1 s)
de la luminescence sous excitation non-re´sonante en fonction de la tension (voir Figure 4.6 (b)), ou`
nous observons une augmentation nette des fluctuations proche du seuil U ′2. Cela signifie que dans
cette re´gion, la luminescence peut eˆtre inhibe´e si un e´lectron passe par effet tunnel vers la mer de
Fermi une fois la paire photo-cre´e´e.
La Figure 4.6 (c) pre´sente en e´chelle semi-log des mesures des fluctuations relatives d’inten-
site´ pour une tension de −2.8 V et en fonction du temps d’acquisition. Nous constatons que ces
fluctuations augmentent quand le temps d’acquisition diminue. Cela semble indiquer que le temps
caracte´ristique de l’extinction de la luminescence non-re´sonante est infe´rieur a` 0.1 s sans en eˆtre
trop e´loigne´, car sinon nous n’observerions pas de fluctuations de l’intensite´. Malheureusement, la
limite de re´solution temporelle de la came´ra CCD ne nous a pas permis de poursuivre ces mesures
pour des temps d’acquisition infe´rieurs et ainsi de´terminer pre´cise´ment le temps caracte´ristique
d’extinction de la luminescence. Enfin, pre´cisons que dans le cas d’une excitation non-re´sonante, il
n’est pas surprenant d’observer de la luminescence au dela` des seuils de l’excitation re´sonante (voir
Figure 4.1 et 4.6 (a)) puisque de nombreux porteurs e´lectrons ou trous peuvent eˆtre injecte´es dans
la boˆıte et se recombinent pour diffe´rentes configurations e´lectroniques.
Le seuil U ′1, visible sur la Figure (4.1), correspond a` l’apparition de la luminescence des e´tats
X0 et 2X0. Nous avons essaye´ de re´aliser une excitation re´sonante sur la raie X0 mais sans suc-
ce`s, possiblement a` cause du fort courant traversant l’e´chantillon pour les tensions ne´cessaires a`
l’apparition de la raie X0. En the´orie, l’excitation re´sonante de X0 devrait eˆtre possible pour des
tensions plus petites que U ′1 comme l’on re´cemment mis en e´vidence Kurzmann et al [107] dans
un dispositif ou` le bras de levier de la structure est plus important. E´tonnamment, nous observons
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Figure 4.6 – (a) Spectre d’e´mission sous excitation non re´sonante et a` faible puissance en fonc-
tion de la tension applique´e. Nous observons une exaltation de la luminescence entre les seuils
U1 et U
′
2. (b) Mesure des fluctuations relatives d’intensite´ en fonction de la tension confirmant
que la nature des seuils U1 et U
′
2 n’est pas la meˆme. (c) Mesure des fluctuations relatives d’in-
tensite´ en fonction du temps d’acquisition mettant en e´vidence que le temps caracte´ristique des
fluctuations d’intensite´ est infe´rieur a` 0.1 s.
Figure 4.1 un regain de la luminescence de X−, accompagne´ d’un de´calage vers les basses e´nergies
pour des tensions infe´rieures a` U ′1 et nous n’avons a` ce jour pas d’explication pour ce phe´nome`ne.
Les e´quations (4.2.10a) et (4.2.11a) donnent EX0 −EX− = αq(U1−U ′1) ce qui signifie que nous
pouvons mesurer de deux manie`res distinctes la diffe´rence d’e´nergie (EX0 − EX−) correspondant
a` l’e´nergie de liaison de X−. La premie`re se fait directement, en mesurant l’e´cart en e´nergie des
deux raies sur la Figure 4.1 et donne EX0 −EX− = 7 meV. La deuxie`me, en utilisant les valeurs de
U1, U
′
1 et du bras de levier de la structure, donne αq(U1 − U ′1) = 21 meV. L’e´cart entre ces deux
re´sultats est probablement duˆ au fait que dans la gamme de tension entre U1 et U
′
1, le courant
est grand avec pour conse´quence un champ applique´ au niveau du plan de boˆıtes qui ne varie plus
line´airement avec la tension [147].
Finalement, au vu des e´carts e´nerge´tiques entre les raies X− et X2− mesure´s dans la litte´rature
(centaines de µeV) [71, 72, 144, 146], nous pourrions nous attendre a` ce que l’e´tat note´ X2− ? sur la
Figure 4.6 (a) corresponde au complexe doublement charge´ ne´gativement X2−. Cependant, d’apre`s
les e´quations (4.2.10b) et (4.2.11b), un e´cart aussi faible en e´nergie devrait correspondre a` un e´cart
des deux seuils U2 et U
′
2 de 0.01 V ce qui n’est pas le cas (voir Figure 4.6 (a)). Nous observons un
e´cart d’environ 0.7 V bien que le seuil ne soit pas tre`s net et a` ce jour nous n’avons pas d’explication
satisfaisante a` cette diffe´rence.
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4.2.4 Efficacite´ de l’e´mission
Dans le but de confirmer que le controˆle de l’e´tat de charge permet a` la BQ d’e´mettre syste´ma-
tiquement un photon, nous avons mesure´ l’efficacite´ d’e´mission η, de´finie comme
η =
NBQ
Nlas
, (4.2.12)
ou` NBQ est le nombre de photons e´mis par seconde par une boˆıte et Nlas = 82× 106 est le nombre
d’impulsions laser par seconde. Comme les boˆıtes e´mettent des photons uniques (voir Figure 4.4 (e)),
nous avons ne´cessairement η ≤ 1. Pour relier NBQ a` la quantite´ de photons Nmes de´tecte´s sur une
APD en une seconde, nous e´crivons
Nmes = ηsetup ηcolNBQ, (4.2.13)
ou` ηcol est l’efficacite´ de collection de notre montage, c’est-a`-dire la proportion de photons e´mis et
collecte´s par l’objectif de de´tection, et ηsetup l’efficacite´ de transmission du syste`me expe´rimental
de´fini comme le rapport du nombre de photons de´tecte´s sur une APD divise´ par le nombre de
photons en sortie du cryostat.
Nous avons mesure´ ηsetup en envoyant dans notre syste`me expe´rimental un laser de puissance
connue (a` la meˆme longueur d’onde que l’e´mission des BQ). En comptant le nombre de photons
de´tecte´s sur une APD, nous e´valuons l’efficacite´ de transmission a` ηsetup = (1.80 ± 0.06) × 10−3.
Bien que cette efficacite´ paraisse particulie`rement faible, nous avons mesure´ des valeurs similaires
en utilisant les APD et la came´ra CCD du spectrome`tre, la perte d’intensite´ principale ayant lieu
entre la sortie de la fibre de collection de la luminescence et la de´tection.
Pour e´valuer ηcol nous avons envisage´ de calculer le diagramme d’e´mission de la boˆıte a` l’inte´rieur
du guide unidimensionnel. En supposant que le guide est infini dans une direction et compose´ de
miroirs parfaitement re´fle´chissants dans les deux directions de confinement, nous pouvons suivre la
me´thodologie de Brorson et al [148] et calculer de manie`re simple et exacte le diagramme d’e´mission.
Cependant, l’approximation consistant a` dire que les parois du guide sont des miroirs parfaitement
re´fle´chissants certes simplifie fortement les calculs1 mais est trop forte et il est ne´cessaire de prendre
en compte une re´flectivite´ finie pour les parois du guide. La re´solution analytique de ce proble`me
est possible dans le cas d’une cavite´ planaire ou d’un guide circulaire, mais pas pour un guide a`
section rectangulaire [149]. Pour obtenir une valeur approche´e de ηcol, nous conside´rons que la cavite´
n’a aucun effet sur le diagramme d’e´mission de la BQ, ce qui est e´videmment une approximation
puisque nous savons qu’elle force l’e´mission dans une direction orthogonale au guide d’onde. Par la
suite, la structure guide´e est uniquement prise en compte pour la propagation de la lumie`re apre`s
e´mission par la BQ.
Nous conside´rons que le dipoˆle de la BQ est oriente´ selon l’axe y comme repre´sente´ Figure 4.7 (a).
Son diagramme d’e´mission est proportionnel a` sin2 θ ou` θ est l’angle repre´sente´ sur la Figure 4.7 (b).
Le diagramme d’e´mission de la Figure (a) posse`de en re´alite´ une syme´trie de rotation autour de l’axe
y et nous appelons ϕ l’angle caracte´risant cette rotation. Nous souhaitons connaˆıtre la proportion
de luminescence collecte´e par l’objectif de de´tection place´ au dessus du guide et, pour eˆtre pre´cis,
1. Cette hypothe`se permet de dire que les vecteurs d’onde sont quantifie´s en 2pi/L ou` L est la dimension du guide
dans la direction de confinement.
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Figure 4.7 – (a) Diagramme d’e´mission d’une BQ sans prendre en compte le guide d’onde et
angle solide de collection de l’objectif de microscope de de´tection. (b) Repre´sentation des angles
utiles pour le calcul de l’efficacite´ de collection.
nous devrions calculer la proportion de photons sortant dans le cone de demi-angle θlim1 ou` θ
lim
1 est
relie´ a` l’ouverture nume´rique de l’objectif, AN = sin θlim1 . Cependant, pour des raisons de syme´trie,
il est difficile de calculer cette grandeur et nous allons calculer la proportion de photons e´mis dans
l’angle solide repre´sente´ sur la Figure (a) de´fini tel que −θlim1 ≤ θ1 ≤ θlim1 et −θlim1 ≤ ϕ1 ≤ θlim1 ou` θ1
et ϕ1 sont les angles relie´s a` θ et ϕ par les relations de Descartes n sinα = sin θ1 et n sinϕ = sinϕ1
avec n l’indice de GaAs qui constitue la cavite´ dans laquelle sont inse´re´es les boˆıtes1 et α = pi/2−θ.
En de´finissant Itot l’intensite´ totale e´mise par la BQ et Icol l’intensite´ collecte´e, nous avons
Itot =
∫ 2pi
0
dϕ
∫ pi
0
dθ sin3 θ
=
8pi
3
, (4.2.14)
Icol =
∫ ϕlim
−ϕlim
dϕ
∫ pi
2
+αlim
pi
2
−αlim
dθ sin3 θ
= 4 arcsin
[
sin θlim1
n
](
sin
(
αlim
)− 1
3
sin3
(
αlim
))
, (4.2.15)
ou` sin
(
αlim
)
= AN/n avec AN = 0.6 et n = nGaAs = 3.45. Comme mentionne´ pre´ce´demment, il
est important de remarquer que la proce´dure utilise´ ici ne prend pas en compte l’effet des miroirs
de Bragg qui force l’e´mission de la luminescence dans la direction de collection. En comparant
l’intensite´ de la luminescence e´mise pour des boˆıtes dans des structures avec et sans miroirs de
Bragg que nous avons e´tudie´, nous e´valuons expe´rimentalement le gain a` un facteur 10, de telle
1. Nous pouvons remarquer que la prise en compte d’une zone d’indice effectif n′ pour tenir compte de la pre´sence
des miroirs de Bragg ne change pas le calcul puisque les lois de Descartes donnent alors n sinα = n′ sin θ′ et n′ sin θ′ =
sin θ1, ce qui entraˆıne bien n sin θ = n
′ sin θ′.
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sorte que
ηcol = 10
Icol
Itot
=
30
2pi
arcsin
[
AN
n
](
AN
n
− 1
3
(
AN
n
)3)
,
≈ 0.14, (4.2.16)
ce qui signifie qu’environ 14 % des photons e´mis par la BQ sont collecte´s par l’objectif de de´tection.
La Figure 4.8 pre´sente les valeurs de Nmes en e´chelle log pour les dix BQ e´tudie´es (point noirs),
ainsi que sa valeur moyenne (pointille´) et sa de´viation standard (zone grise´e). Nous constatons que
la distribution en intensite´ est relativement constante ce qui signifie que toutes les BQ ont le meˆme
comportement. Les e´toiles rouges sont les valeurs du nombre de photons re´ellement e´mis par la
BQ, obtenus en prenant en compte l’efficacite´ de collection et de transmission de notre expe´rience.
A` nouveau, la ligne pointille´ repre´sente la valeur moyenne est la zone rose´e la de´viation standard.
De plus, nous trac¸ons en violet, le taux de re´pe´tition du laser et nous constatons que le nombre de
photons e´mis par seconde par les BQ est tre`s proche du nombre d’impulsions laser. Quantitative-
ment, nous obtenons η = 0.9± 0.6 qui montre que l’ordre de grandeur de l’efficacite´ d’e´mission des
BQ est proche de l’unite´. Nous en de´duisons qu’un photon est e´mis quasi-syste´matiquement par
la BQ, ce qui est corrobore´ par le fait que le controˆle de l’e´tat de charge d’une boˆıte, permet son
excitation re´sonante syste´matique.
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Figure 4.8 – (Noir) Nombre de photons mesure´s par seconde sous excitation re´sonante pour les
dix BQ e´tudie´es. Le trait pointille´ repre´sente la valeur moyenne et la zone grise´es la de´viation
standard. (Rouge) Nombre de photons e´mis par seconde par les BQ, NBQ, obtenu en prenant
en compte l’efficacite´ de collection des photons ainsi que celle de transmission du montage
expe´rimental. Ici aussi le trait pointille´ repre´sente la valeur moyenne et la zone rose´e la de´viation
standard. Le trait plein violet repre´sente le nombre d’impulsions laser par seconde.
Afin d’e´valuer plus pre´cise´ment l’efficacite´ d’e´mission, il serait inte´ressant d’utiliser des simula-
tions nume´riques (par exemple avec le logiciel MEEP) afin de calculer exactement le diagramme
d’e´mission d’une BQ dans un guide unidimensionnel. De plus, il est primordial de comprendre la
raison pour laquelle nous avons autant de perte dans le montage expe´rimental ce qui conduit a` une
valeur faible de ηsetup, afin de maximiser le signal de´tecte´.
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4.3 Interaction avec la mer de Fermi
Dans cette partie, nous nous inte´ressons aux conse´quences de l’interaction avec la mer de Fermi
sur les proprie´te´s d’e´mission de la luminescence re´sonante de l’e´tat X−. Bien que ces re´sultats tre`s
re´cents, n’aient pas e´te´ totalement compris a` l’heure actuelle, il est inte´ressant de les pre´senter et
de les discuter qualitativement afin d’envisager des pistes pour une analyse quantitative ulte´rieure.
4.3.1 Influence de la tempe´rature sur l’e´mission de la luminescence re´sonante
Nous avons re´alise´ des mesures du spectre d’e´mission sous excitation re´sonante en fonction de la
tension applique´e, pour diffe´rentes tempe´ratures. Ces mesures nous permettent en fait de sonder la
distribution de Fermi-Dirac nF (ε) =
(
eβ(ε−εF ) + 1
)−1
qui controˆle la distribution des porteurs de
la mer en fonction de leur e´nergie. Nous pre´sentons Figure 4.9 l’intensite´ inte´gre´e (a) et la largeur a`
mi-hauteur (b) de la raie de luminescence en fonction de la tension applique´e et de la tempe´rature.
L’intensite´ de la luminescence de la raie X− est controˆle´e par le passage par effet tunnel d’un
e´lectron entre la mer de Fermi et la boˆıte comme sche´matise´ Figure 4.9 (c). Nous avons vu dans la
partie 4.2.3 qu’a` tempe´rature nulle, la luminescence re´sonante de X− n’est observable que si U < U ′2.
En effet, si U > U ′2, un e´lectron tunnel de la mer de Fermi vers la boˆıte (voir Figure 4.9 (d))
entraˆınant le passage de l’e´tat J1 a` J2. A basse tempe´rature, la distribution de Fermi-Dirac est
proche d’une marche d’escalier (courbe bleue Figure 4.9 (c)) et la variation de la luminescence est
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Figure 4.9 – Mesures du spectre d’e´mission de X− sous excitation re´sonante de faible puissance
en fonction de la tension applique´e et pour diffe´rentes tempe´ratures. (a) E´volution de l’intensite´
inte´gre´e. (b) E´volution de la largeur a` mi-hauteur. (c) Sche´ma du passage par effet tunnel d’un
e´lectron de la boˆıte vers la mer de Fermi et vice-versa proche du seuil U ′2. (d) Sche´ma des deux
e´tats d’inte´reˆt de part et d’autre du seuil U ′2.
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abrupte, comme le montrent les re´sultats expe´rimentaux repre´sente´s en points noirs Figure 4.9 (a).
En effet, en faisant varier la tension dans une faible gamme, nous alignons l’e´nergie du deuxie`me
e´tat confine´ de conduction soit avec des e´tats pleins (nF proche de 1), soit avec des e´tats vides (nF
proche de 0) de la mer de Fermi. Dans le deuxie`me cas, l’e´lectron du niveau n = 2 peut passer
par effet tunnel de la boˆıte vers la mer de Fermi, permettant ainsi l’observation de la luminescence
re´sonante de X−. Plus la tempe´rature augmente, plus la distribution de Fermi s’e´largit autour du
niveau de Fermi (trait rouge Figure 4.9 (c)), entraˆınant une variation moins abrupte de l’intensite´
e´mise par la BQ comme nous le constatons Figure 4.9 (a). De plus, les niveaux e´lectroniques ayant
une largeur finie, cela participe a` l’e´largissement du seuil.
De manie`re plus quantitative, nous mesurons pour T = 10 K que l’intensite´ varie sur une gamme
de tension de l’ordre de 0.1 V correspondant a` une variation d’e´nergie des niveaux de la boˆıte d’en-
viron 2.6 meV. Cette observation est cohe´rente avec le fait que la distribution de Fermi varie ap-
pre´ciablement sur une largeur kBT valant 1 meV a` 10 K. A` plus haute tempe´rature, nous observons
l’apparition d’un e´paulement pour les plus hautes tensions, ainsi que la pre´sence d’un plateau ou`
l’intensite´ reste constante avant de chuter autour de U ∼ 0.5. La pre´sence de ce plateau, qui ne
peut eˆtre explique´ avec la description pre´ce´dente, est a` ce jour mal comprise. Remarquons pour
finir, que la valeur limite de l’intensite´ pour les hautes tensions et a` T = 4 K (I ∼ 10), est en re´alite´
la proportion de laser collecte´ par l’objectif de de´tection.
L’e´volution des largeurs a` mi-hauteur confirme notre interpre´tation pour les basses tempe´ratures.
En effet, a` 4 K lorsque U > U ′2, la raie de luminescence n’existe pas. Lorsque U devient plus petite
que U ′2, la luminescence de X− apparaˆıt et la largeur a` mi-hauteur de la raie est donne´e par
la limite de re´solution du spectrome`tre. Pour les plus hautes tempe´ratures (voir Figure 4.9 (b)),
lorsque la tension est comprise entre −0.6 V et −1.4 V, la largeur a` mi-hauteur est de l’ordre de
0.1 meV puis chute en meˆme temps que l’intensite´ augmente (sauf pour T = 35 K ou` l’intensite´ est
quasi-constante avec la tension). Ces re´sultats pourraient eˆtre dus au fait que pour U compris entre
−1.8 V et −0.75 V, le trio X− interagit fortement avec la mer de Fermi (via le passage par effet
tunnel d’un porteur) ce qui entraˆıne un e´largissement de la raie de luminescence.
4.3.2 E´volution du temps de cohe´rence
Nous avons mesure´ le temps de cohe´rence des photons e´mis par STF pour diffe´rentes tensions
applique´es sur l’e´chantillon. Le contraste d’interfe´rence est ajuste´ par un profil pseudo-Voigt (voir
Eq. (3.2.4)) nous permettant d’extraire le temps de cohe´rence T2 des photons e´mis (mesure´ sur un
temps caracte´ristique de l’ordre de la seconde), ainsi que la contribution inhomoge`ne η associe´e
a` la diffusion spectrale due aux fluctuations de l’environnement e´lectrostatique. Nous pre´sentons
Figure 4.10 les mesures de T2 (a) et de η (b).
Nous constatons que pre`s du seuil U ′2, le temps de cohe´rence tend vers ze´ro et lorsque la tension
diminue, il atteint rapidement une valeur limite telle que T2 . T1. Contrairement a` ce que nous
aurions pu attendre, T2 ne chute pas lorsque la tension se rapproche du seuil U1. Nous interpre´tons
cette e´volution du temps de cohe´rence en conside´rant a` nouveau le couplage a` la mer de Fermi. Au
voisinage du seuil U ′2 l’interaction entre la mer de Fermi et le deuxie`me e´tat confine´ est important,
comme nous venons de le voir dans la partie pre´ce´dente. Entre les seuils U1 et U
′
2, la tension est
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Figure 4.10 – (a) Temps de cohe´rence mesure´ par STF. (b) Contribution inhomoge`ne du profil
pseudo-Voigt (voir Eq. (3.2.4)) permettant d’ajuster le contraste d’interfe´rence. La ligne en
pointille´s rouge n’est qu’un guide pour les yeux.
telle qu’aucun processus tunnel ne peut avoir lieu, entraˆınant une diminution des processus de
de´cohe´rence et donc une augmentation de T2. Pre`s du seuil U1, c’est le premier niveau confine´ de
la boˆıte sans paire e´lectron-trou qui interagit avec la mer de Fermi (voir Figure 4.5). Nous pouvons
remarquer que du coˆte´ du seuil U ′2, la variation de T2 se fait une e´chelle comparable aux variations
d’intensite´ de la Figure 4.4, ce qui est en accord avec le fait que le couplage a` la mer de Fermi controˆle
l’e´volution du temps de cohe´rence. En remarquant que la perte de la luminescence re´sonante pre`s
du seuil U1 se fait sur une gamme de tension tre`s faible, nous pouvons en conclure que le temps
de cohe´rence chute probablement sur une e´chelle de tension similaire, ce qui explique l’allure de
l’e´volution de T2 avec la tension. Nous en concluons donc que la nature diffe´rente des seuils U1 et
U ′2 a probablement deux origines : pre`s de U ′2, c’est l’e´tat excite´ (avec paire e´lectron-trou photo-
cre´e´e) de la BQ qui interagit via le deuxie`me niveau confine´ avec la mer de Fermi, alors que pre`s de
U1, c’est l’e´tat fondamental de la BQ (sans paire photo-cre´e´e) qui interagit via le premier niveau
confine´ avec la mer de Fermi. Ainsi, il n’est pas surprenant d’observer des phe´nome`nes diffe´rents
au voisinage de ces deux seuils, comme l’on par ailleurs mis en e´vidence Kurzmann et al [107].
Les mesures de la contribution inhomoge`ne nous permettent de comple´ter cette analyse (voir
Figure 4.10 (b)). Entre les seuils U1 et U
′
2 la BQ n’interagit pas avec la mer de Fermi mais est soumise
aux processus de diffusion spectrale ou d’interaction avec les spins nucle´aires comme dans les
e´chantillons non contacte´s. Ces processus de de´cohe´rence entraˆınent un e´largissement inhomoge`ne
de la raie de luminescence (voir partie 3.2.2) et donc une augmentation de η. Cette interpre´tation
explique de plus que le temps de cohe´rence reste loin de la limite radiative T2 = 2T1, comme cela a
aussi e´te´ observe´ re´cemment [150]. Proche des seuils, la contribution inhomoge`ne chute, ce qui est
cohe´rent avec le fait que les niveaux e´lectroniques discrets de la BQ interagissent avec le continuum
d’e´tats de la mer de Fermi1. Nous constatons e´galement une variation plus rapide du coˆte´ du seuil
U ′2 que de U1 en accord avec la discussion pre´ce´dente. Nous en concluons qu’a` proximite´ des seuils,
l’e´largissement de la raie duˆ a` l’interaction avec la mer de Fermi, domine celui duˆ a` la diffusion
spectrale. Une autre conclusion que nous pouvons tirer, est que l’application d’une tension de grille
n’empeˆche pas les fluctuations de l’environnement e´lectrostatique bien que controˆlant l’e´tat de
charge de la BQ.
1. Le couplage d’un e´tat discret avec un continuum entraˆıne un e´largissement homoge`ne de la raie d’e´mission [151].
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4.3.3 Piste pour une interpre´tation quantitative
4.3.3.1 Ide´e ge´ne´rale
Afin d’interpre´ter de manie`re plus quantitative les variations d’intensite´ de la luminescence ainsi
que l’e´volution du temps de cohe´rence, c’est-a`-dire de la largeur de raie, il est envisageable d’utiliser
un formalisme similaire a` ceux de´veloppe´s dans les re´fe´rences [143, 72, 145, 152, 153], ou` les auteurs
conside`rent l’hybridation des e´tats de la BQ avec le continuum d’e´tats de la mer de Fermi.
Il s’agit de calculer l’intensite´ e´mise en utilisant la re`gle d’or de Fermi
I(ω) =
2pi
~
∑
f
∣∣∣〈f |HˆLM|i〉∣∣∣2 δ(~ω + Ef − Ei), (4.3.1)
lorsque le syste`me passe d’un e´tat initial |i〉 comportant une paire e´lectron-trou a` un e´tat final |f〉
sans paire e´lectron-trou, en e´mettant un photon d’e´nergie ~ω. Ces e´tats |i〉 et |f〉 sont les e´tats
propres du hamiltonien d’Anderson [154] qui a la forme
Hˆ = Hˆ0 + Vˆt + VˆCoul, (4.3.2)
avec
Hˆ0 =
∑
i,s
Ee,idˆ
†
i,sdˆi,s + Ehbˆ
†bˆ+
∑
k,s
εkcˆ
†
k,scˆk,s, (4.3.3a)
Vˆt =
∑
i,k,s
Vkdˆ
†
i,scˆk,s + h.c., (4.3.3b)
et ou` VˆCoul de´crit l’interaction coulombienne entre les porteurs se trouvant dans la boˆıte [143].
Dans l’e´quation (4.3.3a), le premier terme correspond a` l’e´nergie des e´lectrons dans la bande de
conduction, l’ope´rateur dˆi,s de´truisant un e´lectron de spin s dans le niveau d’e´nergie i de la bande
de conduction. Le deuxie`me terme correspond a` l’e´nergie des trous dans la bande de valence (nous
ne conside´rons que l’e´tat de trou lourd de plus basse e´nergie), l’ope´rateur bˆ de´truisant un trou dans
la bande valence. Enfin, le troisie`me terme correspond a` l’e´nergie des e´lectrons de la mer de Fermi,
l’ope´rateur cˆk,s de´truisant un e´lectron de spin s et de moment k.
Afin d’adapter le mode`le a` notre syste`me, nous pouvons nous contenter de prendre i ∈ {1, 2}
puisque nous ne nous inte´ressons qu’aux deux e´tats de plus basse e´nergie de la bande de conduction.
Le terme tunnel Vˆt dont l’expression est donne´e Eq. (4.3.3b), correspond comme son nom l’indique,
au passage par effet tunnel d’un e´lectron de la BQ vers la mer de Fermi et vice-versa. Le parame`tre
Vk caracte´rise la force du couplage tunnel et est relie´ au recouvrement des fonctions d’onde des
e´tats e´lectroniques de la mer de Fermi et de ceux de la BQ. Nous constatons que ce terme tunnel
rend le traitement du proble`me complique´ puisqu’il a pour conse´quence de changer les e´tats propres
de Hˆ. Finalement, afin de simplifier le proble`me pour se concentrer sur l’hybridation des e´tats de
la boˆıte par la mer de Fermi, nous ne´gligerons le terme d’interaction coulombienne dans la suite.
Dans l’expression de l’intensite´ Eq. (4.3.1), HˆLM est le hamiltonien d’interaction lumie`re matie`re
qui de´crit la cre´ation (destruction) d’une paire e´lectron-trou par absorption (e´mission) d’un photon.
En conside´rant que seules les paires e´lectron-trou dans l’e´tat de plus basse e´nergie se recombinent
radiativement, il s’e´crit [152, 143]
HˆLM = A
∑
s
(
dˆ1,sbˆ+ dˆ
†
1,sbˆ
†
)
, (4.3.4)
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ou` A est une constante. Remarquons que nous ne prenons pas en compte les photons dans cet ha-
miltonien, de manie`re a` se concentrer sur les excitations e´lectroniques. Nous pouvons sans difficulte´
ajouter un ope´rateur cre´ation (destruction) de photon dans le premier (deuxie`me) terme de HˆLM et
poser que l’e´tat final apparaissant dans la re`gle d’or de Fermi comporte un photon, ce qui conduit
au meˆme re´sultat.
4.3.3.2 Re´e´criture de l’intensite´
Nous allons ici re´e´crire l’intensite´ donne´e Eq. (4.3.1) sous une forme plus pratique a` calculer. En
utilisant le fait que
lim
∆→0
(
1
ω + i∆
)
= P
(
1
ω
)
− ipiδ(ω), (4.3.5)
nous obtenons
I(ω) = −2
~
lim
∆→0
Im
∑
f
∣∣∣〈f |HˆLM|i〉∣∣∣2 1~ω + Ef − Ei + i∆
 . (4.3.6)
Si nous souhaitons prendre en compte une largeur de raie homoge`ne finie Γ, nous avons [145],
I(ω) = −2
~
Im [J(ω)] avec J(ω) =
∑
f
∣∣∣〈f |HˆLM|i〉∣∣∣2 1~ω + Ef − Ei + iΓ2 . (4.3.7)
En utilisant le fait que |f〉 est un e´tat propre de Hˆ pour la valeur propre Ef , nous avons pour
tout z ∈ C, [Hˆ − z]−1|f〉 = (Ef − z)−1|f〉, ce qui entraˆıne en posant z(ω) = Ei − ~ω − iΓ/2,
J(ω) =
∑
f
〈i|HˆLM 1
Ef − z(ω) |f〉〈f |HˆLM|i〉
=
∑
f
〈i|HˆLM 1
Hˆ − z(ω) |f〉〈f |HˆLM|i〉
= 〈i|HˆLM 1
Hˆ − z(ω)
∑
f
|f〉〈f |HˆLM|i〉
= 〈i|HˆLM 1
Hˆ − z(ω)HˆLM|i〉, (4.3.8)
ou` la dernie`re e´galite´ a e´te´ obtenue en utilisant la relation de fermeture. En remarquant de plus
qu’a` l’ordre un en Vˆt
1
Hˆ − z(ω) ≈
1
Hˆ0 − z(ω)
− 1
Hˆ0 − z(ω)
Vˆt
1
Hˆ0 − z(ω)
, (4.3.9)
nous obtenons J(ω) = J0(ω) + J1(ω) avec
J1(ω) = 〈i|HˆLM 1
Hˆ0 − z(ω)
HˆLM|i〉, (4.3.10a)
J2(ω) = 〈i|HˆLM 1
Hˆ0 − z(ω)
Vˆt
1
Hˆ0 − z(ω)
HˆLM|i〉. (4.3.10b)
Nous constatons que la re´e´criture ci-dessus permet de faire disparaˆıtre la somme sur les e´tats finaux,
ce qui simplifie le calcul.
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4.3.3.3 E´tats propres du Hamiltonien d’Anderson
Nous venons de voir que l’intensite´ e´mise par une BQ couple´e a` une mer de Fermi par effet
tunnel, est de la forme I(ω) = −2Im[J1(ω) + J2(ω)]/~ ou` J1(ω) et J2(ω) sont donne´s par les
e´quations (4.3.10). La question est donc maintenant d’exprimer l’e´tat propre |i〉 en fonction des
diffe´rents parame`tre du proble`me, c’est a` dire de diagonaliser H.
Inte´ressons nous par exemple a` la luminescence e´mise lorsque U < U ′2. Dans ce cas, nous avons
vu que le syste`me est dans une superposition d’e´tats sche´matise´e Figure 4.9 (c), X− et X2− ou` la
transition d’un e´tat a` l’autre se fait par le passage d’un e´lectron par effet tunnel entre la BQ et la
mer de Fermi. Cet e´tat s’e´crit
|i〉 = dˆ†1,↑ dˆ†1,↓ bˆ†
(∑
s
γ dˆ†2,s +
∑
k,s
γk cˆ
†
k,s
)
|0〉 avec |γ|2 +
∑
k
|γk|2 = 1. (4.3.11)
En injectant l’expression de |i〉 dans celle de J1(ω) donne´e e´quation (4.3.10a), nous montrons que
le terme d’ordre le plus bas en couplage tunnel est de la forme
J1(ω) = 4|A|2
[
|γ|2
Ee,1 + Ee,1 + ~ω − Ei + iΓ2
+
∑
k
|γk|2
Ee,1 + εk + ~ω − Ei + iΓ2
]
. (4.3.12)
Nous constatons que les parame`tres inconnus du proble`me sont (γ, {γk}, Ei), c’est-a`-dire l’e´tat
initial et son e´nergie. Nous pouvons ve´rifier que lorsque nous ne conside´rons pas d’hybridation,
nous retrouvons une forme de raie lorentzienne de largeur a` mi-hauteur Γ et dont la position en
e´nergie est identique pour les transitions X− et X2− puisque nous n’avons pas pris en compte
l’interaction coulombienne.
Pour calculer l’intensite´ e´mise par la boˆıte, il est donc ne´cessaire de connaˆıtre l’e´tat initial |i〉 et
pour ce faire nous envisageons deux strate´gies :
1. diagonaliser le hamiltonien d’Anderson donne´ Eq. (4.3.2),
2. obtenir l’e´tat initial en minimisant nume´riquement l’e´nergie qui s’e´crit Ei = 〈i|Hˆ|i〉.
La premie`re de ces strate´gies a l’inte´reˆt de permettre la compre´hension des phe´nome`nes physiques
mis en jeu graˆce a` une re´solution analytique, mais pre´sente une difficulte´ technique certaine. La
deuxie`me, permet de s’affranchir de la technicite´ du calcul mais ne´cessite des algorithmes de calcul
performants et ne permet pas d’appre´hender la physique entrant en jeu dans ce proble`me. Le
de´veloppement de ces deux strate´gies constitue une perspective inte´ressante de ce travail.
4.4 Quelques re´sultats sur l’apparition d’une deuxie`me raie de
luminescence re´sonante
4.4.1 Observation de battements dans les expe´riences de spectroscopie par
transforme´e de Fourier
Nous pre´sentons ici quelques re´sultats intrigants que nous avons observe´s lors de l’e´tude des
e´chantillons dope´s. Il s’agit de l’existence de battements dans les mesures du temps de cohe´rence
par STF comme pre´sente´ sur la Figure 4.11. Il s’agit de re´sultats observe´s sur trois boˆıtes parmi
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les dix e´tudie´es. Ces battements n’apparaissent que pour certaines valeurs de la tension applique´e
et de la puissance, comme nous le discuterons par la suite. L’origine de ces battements ne peut
s’expliquer que par l’existence de deux raies de luminescence dans le spectre d’e´mission re´sonante
de la boˆıte, se´pare´es d’un e´cart en e´nergie ∆E, dont la valeur varie selon la BQ.
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Figure 4.11 – Contrastes d’interfe´rences bruts mettant en e´vidence l’existence de battements
pour trois BQ distinctes (a), (b) et (c). Pour les trois boˆıtes, ces mesures ont e´te´ re´alise´es proche
du seuil U ′2.
En plac¸ant une lame λ/2 et un polariseur sur la chemin de collection de la luminescence, nous
avons ve´rifie´ que ces battements ne sont pas dus a` la pre´sence de deux raies de polarisation rectiligne
et orthogonales comme dans la partie 2.3.5 (voir Figure 2.19). De meˆme, en plac¸ant une lame λ/4
avant le polariseur, nous avons ve´rifie´ que les battements ne sont pas dus a` la pre´sence de deux raies
polarise´es circulairement et d’he´licite´ oppose´e. Nous avons aussi ve´rifie´ que la statistique d’e´mission
reste sub-poissonienne, c’est-a`-dire que la boˆıte e´met bien des photons uniques, ce qui signifie que
les photons e´mis sont associe´s a` une transition ou a` l’autre, mais jamais aux deux en meˆme temps.
Enfin, nous avons fait varier le de´calage entre la longueur d’onde du laser et celle de la boˆıte sans
que cela n’entraˆıne de modification de l’interfe´rogramme.
Les courbes en rouge sur la Figure 4.11 sont le re´sultat d’un ajustement de la forme
C(t) = A e
−−|t|
T2
[
1− β
(
1− ∣∣ cos( t
Tosc
)∣∣)] , (4.4.1)
similaire a` celui utilise´ dans la partie 2.3.5. Ici Tosc est la pe´riode d’oscillation, relie´e a` l’e´cart en
e´nergie entre les deux raies par ∆E(µeV) = 1320/Tosc(ps), et β est le contraste des oscillations. La
forme (4.4.1) du contraste est uniquement phe´nome´nologique et nous ne l’utilisons que pour extraire
les valeurs de T2, ∆E et β. Les valeurs de l’e´cart en e´nergie entre les deux raies sont de l’ordre de
quelques dizaines de µeV ce qui est infe´rieur a` la re´solution spectrale de notre spectrome`tre.
4.4.2 Effet de la puissance d’excitation
Afin de comprendre l’origine de ces battements, nous avons re´alise´ des mesures de temps de
cohe´rence en fonction de la puissance d’excitation. Nous avons remarque´ que pour une tension
donne´e, les battements apparaissent lorsque la puissance de´passe la puissance correspondant a` une
impulsion pi, comme le montre la Figure 4.12 dont les mesures ont e´te´ re´alise´es a` une tension de
−3 V.
Pour l’analyse des donne´es, nous ajustons le contraste des interfe´rences avec un profil pseudo-
Voigt (voir Eq. (3.2.4)) lorsque nous n’observons pas de battements (de (b) a` (f) Figure 4.12) et par
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Figure 4.12 – Re´sultats obtenus sur la BQ 1 de la Figure 4.11. (a) Oscillation de Rabi pour
U = −3 V. Les puissances apparaissant sur la figure sont les puissances auxquelles ont e´te´
re´alise´es les expe´riences de STF pre´sente´es dans le reste de la figure. (b-k) Expe´riences de STF
en fonction de la puissance d’excitation et a` une tension de −3 V.
l’expression (4.4.1) lorsque nous observons des battements. Afin d’avoir une vision d’ensemble des
ces expe´riences, nous trac¸ons Figure 4.13 les valeurs des temps de cohe´rence (a), de la contribution
inhomoge`ne (b) dans le cas ou` nous n’observons pas de battements (basse puissance), de l’e´cart
en e´nergie entre les deux raies lorsque les battements sont visibles (c), ainsi que le contraste des
oscillations (d) qui nous renseigne sur l’intensite´ relative des raies qui interfe`rent.
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Avant l’apparition des battements, nous constatons que le temps de cohe´rence chute lorsque
la puissance augmente. La contribution inhomoge`ne du profil pseudo-Voigt diminue aussi, ce qui
laisse penser en se basant sur les re´sultats de la partie 4.3.2, que l’interaction entre la boˆıte la
mer de Fermi augmente avec la puissance d’excitation. Une fois que les battements apparaissent,
nous observons un regain du temps de cohe´rence puis une diminution. Nous remarquons de plus que
l’e´cart en e´nergie entre les deux raies reste constant mais que le contraste des oscillations augmente,
ce qui signifie que les intensite´s des deux pics deviennent de plus en plus similaires.
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Figure 4.13 – Re´sume´ des expe´riences de STF en fonction de la puissance d’excitation a` une
tension de −3 V. Les ronds noirs correspondent aux donne´es extraites des interfe´rogrammes
sans battements et les e´toiles rouges de ceux avec oscillations. (a) Temps de cohe´rence. (b)
Contribution inhomoge`ne. (c) E´carts en e´nergie entre les deux raies responsables des battements.
(d) Contraste des oscillations.
4.4.3 Effet de la tension applique´e
Ayant constate´ que les battements apparaissent pour des puissances supe´rieures a` celle corres-
pondant a` une impulsion pi, nous avons pour des puissances le´ge`rement supe´rieures, re´alise´ des
mesures de temps de cohe´rence en fonction de la tension applique´e. Ces re´sultats sont pre´sente´s
Figure 4.14 de (a) a` (f) et nous observons l’apparition de battements lorsque la tension se rap-
proche du seuil U ′2. Nous constatons que le temps de cohe´rence varie peu sur la gamme de tension
e´tudie´e (g) et nous pre´cisons que la contribution inhomoge`ne est infe´rieure a` 0.05 lorsque nous
n’observons pas de battements. D’apre`s ce que nous avons vu dans ce qui pre´ce`de, cela semble
indiquer que le couplage avec la mer de Fermi est fort. L’e´cart en e´nergie entre les deux raies qui
interfe`rent (h) est identique a` celui obtenue pre´ce´demment pour la meˆme boˆıte et ne varie pas non
plus avec la tension applique´e sur l’e´chantillon. Enfin, nous observons ici aussi une augmentation du
contraste des oscillations lorsque U se rapproche du seuil U ′2 ce qui signifie aussi que les intensite´s
des deux raies de luminescence tendent a` s’e´galiser.
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Figure 4.14 – (a-f) Expe´riences de STF en fonction de la tension applique´e pour une puissance
d’excitation le´ge`rement supe´rieures a` celle d’une impulsion pi, re´alise´es sur la meˆme BQ que
pour les Figures 4.12 et 4.13. (g) Temps de cohe´rence. (h) E´carte en e´nergie entre les deux raies
responsables des battements. (i) Contraste des oscillations.
4.4.4 Discussion
Les observations pre´ce´dentes semblent indiquer que lorsque la puissance d’excitation augmente,
ou lorsque la tension se rapproche du seuil U ′2, le couplage a` la mer de Fermi devient dominant.
Les mesures de STF nous permettent d’affirmer que le profil spectral de la luminescence e´volue
comme repre´sente´ sur la Figure 4.15. Lorsque la puissance augmente, le spectre de luminescence ne
comporte qu’une seule raie qui s’e´largit progressivement. Lorsque l’interaction avec la mer de Fermi
devient suffisamment grande, un deuxie`me pic apparaˆıt et la largeur de la premie`re raie diminue.
Par la suite, l’interaction avec la mer de Fermi augmente entraˆınant un e´largissement de l’une ou
des deux raies. Pour les expe´riences ou` c’est la tension qui varie, les mesures de STF indiquent
que la largeur des raies de luminescence est a` peu pre`s constante puisque T2 ne varie presque pas.
Lorsque la tension se rapproche du seuil U ′2, c’est a` dire lorsque l’interaction avec la mer de Fermi
augmente, un deuxie`me pic apparaˆıt dont l’intensite´ grandit peu a` peu. Il est possible d’envisager
que la raie qui apparaˆıt correspond a` un autre e´tat de charge de la boˆıte, par exemple l’e´tat X2−
qui est tre`s proche en e´nergie comme nous l’avons vu dans la partie 4.2.3, et qui serait excite´ par
le meˆme pulse laser.
Nous constatons donc que la puissance d’excitation et la tension applique´e semblent avoir des
effets similaires. Cela signifierait qu’a` partir d’une certaine tension, un deuxie`me e´lectron passe par
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Figure 4.15 – E´volution de du spectre d’e´mission en fonction de la puissance d’excitation pour
une tension proche du seuil U ′2 (a) et de la tension applique´e pour une puissance supe´rieure a`
celle correspondant a` une impulsion pi (b).
effet tunnel dans la BQ cre´ant l’e´tat X2−. Il y aurait alors coexistence des deux e´tats charge´s sur
une certaine plage de tension d’ou` l’observation des battements entre ces deux niveaux. Cependant
a` ce jour, nous n’avons aucune interpre´tation satisfaisante de ce phe´nome`ne.
4.5 Conclusion
Ainsi, nous avons montre´ dans ce chapitre que l’application d’un champ e´lectrique sur le plan de
BQ permet l’observation syste´matique de la luminescence re´sonante de l’e´tat X−, avec une grande
efficacite´. Nous avons interpre´te´ ce phe´nome`ne en conside´rant l’interaction avec la mer de Fermi a`
proximite´ du plan de boˆıtes qui permet, par passage tunnel des e´lectrons, de controˆler de manie`re
de´terministe l’e´tat de charge des BQ. Cependant, l’application d’un champ e´lectrique exte´rieur
n’empeˆche pas les fluctuations de l’environnement e´lectrostatique, ce qui entraˆıne un e´largissement
inhomoge`ne de la raie de luminescence et a pour conse´quence que le temps de cohe´rence mesure´
par STF reste loin de la limite radiative. Malgre´ la structure complique´e de notre e´chantillon, nous
avons montre´ que l’e´tat du syste`me a` deux niveaux peut eˆtre controˆle´ de manie`re de´terministe et
que les BQ restent de bonnes sources de photons uniques.
Dans un deuxie`me temps, nous avons e´tudie´ l’interaction entre une BQ et la mer de Fermi.
Nous avons mis en e´vidence qualitativement que cette interaction est responsable des variations
d’intensite´ de la luminescence re´sonante a` proximite´ des seuils marquant le passage d’un e´tat de
charge de la boˆıte a` un autre, mais aussi de l’e´volution du temps de cohe´rence des photons e´mis par
la BQ. Nous avons discute´ rapidement une possible approche the´orique pour expliquer nos mesures,
qui consiste a` conside´rer des e´tats hybrides entre la BQ et la mer de Fermi.
Enfin, nous avons observe´ l’apparition de battements dans les mesures de STF, caracte´ristiques
de la pre´sence de deux raies distinctes de luminescence. Ces battements restent a` ce jour inexplique´s
mais nous pouvons penser que le de´veloppement du mode`le the´orique mentionne´ pre´ce´demment
pourrait nous donner des pistes d’interpre´tation.
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Dans ce manuscrit nous avons pre´sente´ une e´tude des processus d’interaction entre une BQ
InAs/GaAs et son environnement graˆce a` l’analyse de la luminescence e´mise sous excitation re´-
sonante. Ces expe´riences ont e´te´ rendues possibles graˆce a` l’utilisation d’une ge´ome´trie guide´e
permettant de se´parer spatialement l’excitation laser et la luminescence e´mise par la BQ, ainsi que
par l’utilisation d’un cryostat a` circuit ferme´ assurant une grande stabilite´ du syste`me expe´rimental.
Nous avons re´alise´ des mesures par STF du temps de cohe´rence des photons e´mis par une BQ
sous excitation re´sonante. Nous avons montre´ que cette mesure tient compte des processus de
de´cohe´rence dus a` la fois a` l’interaction entre la BQ e´tudie´e et les vibrations de la matrice solide,
mais aussi aux fluctuations de l’environnement e´lectrostatique. Au contraire, les expe´riences a` deux
photons re´alise´s dans un montage de type HOM ou` les photons qui interfe`rent sont e´mis avec un
de´lai de l’ordre de la nanoseconde, ne sondent que les processus de de´cohe´rence dus a` l’interaction
avec les vibrations de la matrice solide. Des mesures en tempe´rature ont mis en e´vidence une chute
brutale de l’indiscernabilite´ lorsque la tempe´rature de´passe la dizaine de Kelvin. Afin d’interpre´ter
ces re´sultats, nous avons de´veloppe´ une collaboration fructueuse avec une e´quipe de the´oriciens qui
a abouti a` l’utilisation d’un mode`le microscopique de l’interaction e´lectron-phonon, et a permis
l’obtention d’une expression analytique de l’indiscernabilite´ en fonction de la tempe´rature. Nous
avons identifie´ deux processus distincts d’interaction aux phonons responsables de la perte de
cohe´rence : des transitions re´elles assiste´es par phonons, a` l’origine des PSB tre`s large spectralement,
et des transitions virtuelles assiste´es par phonons, dues a` la pre´sence d’e´tats excite´s de plus haute
e´nergie dans la boˆıte et a` l’origine d’un e´largissement de la ZPL. Si la perte de cohe´rence due a` la
pre´sence de photons issus des PSB peut eˆtre simplement e´vite´e en utilisant un proce´de´ de filtrage
spectral, celle due a` l’e´largissement de la ZPL ne´cessite une re´duction des processus de de´phasage
pur, re´alisable en re´duisant le temps de vie de l’e´tat excite´, par exemple par effet Purcell [131].
Nous nous sommes par la suite consacre´s a` l’e´tude d’un e´chantillon de type diode p-i-n nous
permettant d’appliquer un champ e´lectrique dans la direction de croissance des BQ. Nous avons mis
en e´vidence que cette configuration expe´rimentale permet l’observation syste´matique et efficace de
la luminescence re´sonante pour la transition correspondant a` la recombinaison radiative de l’e´tat
X−. Cet effet a e´te´ interpre´te´ comme duˆ a` la proximite´ d’une mer de Fermi rendant possible le
passage par effet tunnel des e´lectrons entre les BQ et le contact dope´ n, permettant ainsi le controˆle
de´terministe de l’e´tat de charge des BQ. La re´alisation de mesures de l’intensite´ e´mise en fonction
de la tension et de la tempe´rature ainsi que celles du temps de cohe´rence des photons e´mis par
STF, nous ont permis de discuter qualitativement l’interaction entre la mer des Fermi et une BQ
sous excitation re´sonante.
Les perspectives de ce travail sont multiples, la plus naturelle e´tant e´videmment de poursuivre
l’interpre´tation des expe´riences re´alise´es sur l’e´chantillon contacte´ e´lectriquement. Pour cela il est
envisageable d’utiliser le mode`le d’Anderson qui prend en compte l’e´change de porteurs par effet
tunnel entre un petit syste`me (ici une BQ) et un re´servoir (la mer de Fermi). Deux strate´gies sont
possibles, la diagonalisation du hamiltonien d’Anderson, ou l’obtention de l’e´tat fondamental du
syste`me en fonction de la tension applique´e en minimisant nume´riquement l’e´nergie. La premie`re
de ces strate´gies a l’inte´reˆt de permettre la compre´hension des phe´nome`nes physiques entrant en
jeu graˆce a` une re´solution analytique, mais pre´sente des difficulte´s techniques. La deuxie`me permet
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de s’affranchir de la technicite´ du calcul mais ne´cessite un algorithme de minimisation de l’e´nergie
performant et ne permet pas d’appre´hender la physique entrant en jeu dans ce proble`me.
En ce qui concerne les battements pre´sente´s a` la fin de ce manuscrit, la priorite´ semble eˆtre
d’identifier la nature du deuxie`me e´tat apparaissant a` proximite´ du seuil de la transition X−/X2−.
L’utilisation d’une cavite´ Fabry-Perot pour une analyse fine de la luminescence permettrait d’avoir
la re´solution spectrale ne´cessaire a` la mesure directe du spectre de luminescence. Nous pourrions
alors observer directement l’e´volution des raies qui interfe`rent en fonction de la tension et de la
puissance ce qui constituerait une information comple´mentaire a` celles extraites des expe´riences de
STF. En particulier, nous pourrions remonter a` la forme des deux raies de luminescence et ainsi
obtenir des informations comple´mentaires sur les processus a` l’origine de leur e´largissement.
La compre´hension des me´canismes de de´cohe´rence, ainsi que le controˆle de l’e´mission re´sonante
permettent maintenant d’envisager plusieurs expe´riences, dans la continuite´ de ce travail. Notam-
ment celles visant a` intriquer deux BQ. Une expe´rience re´alisable dans un futur proche, consiste a`
mettre en e´vidence l’interaction entre deux BQ via un faisceau non-absorbe´. Cette ide´e repose sur
des travaux the´oriques originaux de Combescot et al [155] et ne´cessite deux BQ proches l’une de
l’autre et sans couplage, c’est-a`-dire lorsque la pre´sence de la deuxie`me BQ ne modifie pas la struc-
ture e´lectronique de la premie`re. Cela peut eˆtre re´alise´ en utilisant une proce´dure de croissance des
boˆıtes particulie`re, appele´e droplet epitaxy en anglais, qui permet de placer de manie`re de´terministe
deux BQ l’une au dessus de l’autre, a` une distance d’une vingtaine de nanome`tres [156].
Figure 4.16 – (a) Spins oppose´s dans deux BQ a` quelques dizaines de nanome`tres l’une de
l’autre. (b) Leve´e de la de´ge´ne´rescence des e´tats | ↑, ↓〉 et | ↓, ↑〉 en pre´sence d’un faisceau laser
non absorbe´.
Conside´rons deux e´lectrons pie´ge´s dans chacune de ces boˆıtes et pre´pare´s initialement avec un
spin oppose´ comme sche´matise´ Figure 4.16 (a). Puisque les boˆıtes sont suppose´es sans interaction,
les e´tats | ↑, ↓〉 et | ↓, ↑〉 sont de´ge´ne´re´s et stationnaires. La pre´sence d’un faisceau non absorbe´
le´ge`rement de´cale´ de la transition optique des BQ (suppose´ identiques) ajoute un terme d’interaction
lumie`re-matie`re au hamiltonien. Combescot et al, montrent que ce faisceau supple´mentaire entraˆıne
une leve´e de la de´ge´ne´rescence des e´tats mentionne´s pre´ce´demment (voir Figure 4.16 (b)) et que
l’e´tat du syste`me a` un instant t est de la forme |Ψ(t)〉 = cos (∆E2~ t) | ↑, ↓〉+sin (∆E2~ t) | ↓, ↑〉, ou` ∆E est
la valeur de l’e´cart en e´nergie entre les deux nouveaux e´tats propres du syste`me, une fois le faisceau
non-absorbe´ branche´. Nous constatons donc que pour un temps t tel que ∆E t = pi~, le syste`me
initialement dans l’e´tat | ↑, ↓〉 se retrouve dans l’e´tat | ↓, ↑〉. La re´alisation de cette expe´rience
CONCLUSION 155
permettrait de mettre en e´vidence le fait que des photons non absorbe´s ont un impact important
sur un syste`me quantique [157], mais aussi d’intriquer deux spins dans deux BQ distinctes, e´tape
indispensable pour les proce´de´s d’informatique quantique.
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Annexe A
Les diffe´rentes formulations de la
me´canique quantique
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De´crire l’e´volution temporelle d’un syste`me est l’un des proble`me re´current que les physicien-
ne-s doivent re´soudre. En me´canique quantique, il existe trois repre´sentations (ou formulations)
fre´quemment utilise´es pour traiter ce proble`me. Nous pre´sentons dans cette annexe ces trois diffe´-
rentes repre´sentations (Schro¨dinger, Heisenberg et interaction) en donnant pour chacune les e´qua-
tions gouvernant l’e´volution temporelle du syste`me. En pratique, nous choisirons selon le proble`me
conside´re´, la repre´sentation permettant la re´solution la plus simple.
A.1 Repre´sentation Schro¨dinger
En repre´sentation Schro¨dinger, l’e´volution temporelle du syste`me e´tudie´ est contenue dans le
vecteur d’e´tat qui de´crit le syste`me a` tout instant et s’e´crit |Ψ(t)〉. L’e´volution temporelle est
gouverne´e par l’e´quation de Schro¨dinger
i~
d|Ψ〉
dt
= Hˆ|Ψ〉, (A.1.1)
ou` Hˆ est le Hamiltonien du syste`me. Nous pouvons de´finir l’ope´rateur d’e´volution temporelle qui
s’e´crit, lorsque Hˆ est inde´pendant du temps,
Uˆ(t− t′) = e− i~ Hˆ(t−t′). (A.1.2)
L’e´volution temporelle du syste`me est alors donne´e par |Ψ(t)〉 = Uˆ(t − t′)|Ψ(t′)〉 ce qui permet
d’e´crire la matrice densite´ du syste`me
ρˆ(t) = |Ψ(t)〉〈Ψ(t)|
= Uˆ(t)|Ψ〉〈Ψ|Uˆ †(t)
= Uˆ(t)ρˆ(0)Uˆ †(t), (A.1.3)
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qui de´pend explicitement du temps. A partir de l’e´quation de Schro¨dinger (A.1.1)), nous obtenons
l’e´quation maˆıtresse qui donne l’e´volution temporelle de la matrice densite´ :
dρˆ
dt
= − i
~
[Hˆ, ρˆ]. (A.1.4)
L’ope´rateur d’e´volution Uˆ a les proprie´te´s suivantes :
Uˆ †(t− t′)Uˆ(t− t′) = 1, (A.1.5a)
Uˆ †(t− t′) = Uˆ(t′ − t), (A.1.5b)
Uˆ(t− t′)Uˆ(t′ − t′′) = Uˆ(t− t′′). (A.1.5c)
Eq. (A.1.5a) correspond au fait que Uˆ est un ope´rateur unitaire, Eq. (A.1.5b) vient de la syme´trie
de retournement temporel et Eq. (A.1.5c) de´crit la composition de l’e´volution temporelle.
A.2 Repre´sentation Heisenberg
Dans la repre´sentation Heisenberg, le vecteur d’e´tat |Ψ〉 ne de´pend pas de t et l’e´volution tem-
porelle du syste`me est totalement contenue dans la de´pendance temporelle des ope´rateurs de´finis
dans la repre´sentation Heisenberg comme
OˆH(t) = e
i
~ HˆtOˆe−
i
~ Hˆt
= Uˆ †(t)OˆUˆ(t). (A.2.1)
Avec cette de´finition et dans le cas ou` l’ope´rateur Oˆ ne de´pend pas du temps, nous obtenons l’e´qua-
tion d’Heisenberg qui donne l’e´volution temporelle du syste`me dans la repre´sentation d’Heisenberg
dOˆH
dt
=
i
~
[Hˆ, OˆH(t)]. (A.2.2)
Dans cette repre´sentation, la matrice densite´ donne´e par ρˆH = |Ψ〉〈Ψ| est inde´pendante du
temps t. La valeur moyenne d’un ope´rateur OˆH s’e´crit
〈OˆH(t)〉 = Tr[OˆH(t)ρˆH ]
= Tr[Uˆ †(t)OˆUˆ(t)ρˆH ]
= Tr[OˆUˆ(t)ρˆHUˆ
†(t)]
= Tr[Oˆρˆ(t)]
(A.2.3)
ou` nous avons utilise´ l’invariance de la Trace par permutations circulaires, ainsi que les e´quations
Eq. (A.2.1) et Eq. (A.1.3). Nous constatons que la valeur moyenne d’un ope´rateur est connue a`
chaque instant si l’e´volution temporelle de la matrice densite´ en repre´sentation Schro¨dinger est
connue.
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A.3 Repre´sentation interaction
La repre´sentation interaction peut eˆtre vue comme une situation interme´diaire entre les repre´-
sentations Schro¨dinger et Heisenberg. Elle est utilise´e quand le Hamiltonien total du syste`me peut
se mettre sous la forme
Hˆ = Hˆ0 + Vˆ , (A.3.1)
ou` les e´tats propres de Hˆ0 sont connus alors que ceux de Vˆ ne le sont pas. L’inte´reˆt principal de la re-
pre´sentation interaction est d’obtenir une expression simplifie´e de l’e´quation de Schro¨dinger (A.1.1)
en ”dissimulant” la contribution de Hˆ0. Dans cet esprit, nous de´finissons
|Ψ˜(t)〉 = e i~ Hˆ0t|Ψ(t)〉
= Uˆ †0(t)|Ψ(t)〉, (A.3.2)
ou` nous avons note´ Uˆ0(t − t′) = e− i~ Hˆ0(t−t′) de la meˆme manie`re que Uˆ(t − t′) dans la partie A.1.
En repre´sentation interaction, l’e´quation de Schro¨dinger devient
i~
d|Ψ˜〉
dt
= ˆ˜V (t)|Ψ˜(t)〉 avec ˆ˜V = Uˆ †0(t)Vˆ Uˆ0(t). (A.3.3)
La matrice densite´ est de´finie par
ˆ˜ρ(t) = |Ψ˜(t)〉〈Ψ˜(t)|, (A.3.4)
et comme dans la partie A.1 nous obtenons, en utilisant les e´quations (A.3.3) et (A.3.4), l’e´quation
maˆıtresse en repre´sentation interaction qui donne l’e´volution temporelle de ˆ˜ρ
d ˆ˜ρ
dt
= − i
~
[ ˆ˜V (t), ρ˜(t)]. (A.3.5)
Finalement, l’e´quation reliant ˆ˜ρ(t) a` ρˆ(t) en repre´sentation Schro¨dinger est
ˆ˜ρ(t) = Uˆ †0(t)|Ψ(t)〉〈Ψ(t)|Uˆ0(t)
= Uˆ †0(t)ρˆ(t)Uˆ0(t) (A.3.6)
ou` nous avons utilise´ les e´quations (A.3.4) et (A.3.2). Cette e´quation sera utile pour passer de
l’e´quation maˆıtresse de´rive´e en repre´sentation interaction a` celle en repre´sentation Schro¨dinger, par
exemple pour le calcul de la valeur moyenne d’un ope´rateur.
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Nous conside´rons ici un ”petit” syste`me S (de´nomme´ simplement syste`me dans la suite) couple´
a` un re´servoir B. Le re´servoir de´crit l’environnement du syste`me S et peut eˆtre, par exemple, un
bain de photons ou de phonons. L’ide´e de cette annexe est de de´river, sous certaines approximations
qui seront de´taille´es dans la suite, l’e´quation maˆıtresse re´gissant l’e´volution temporelle du syste`me
S [78]. Dans cette optique, il est utile de de´finir trois temps caracte´ristiques, le temps de corre´lation
du re´servoir τB, le temps de relaxation du syste`me τr et le temps caracte´ristique lie´ a` la fre´quence
de la transition de la boˆıte e´tudie´e τS ∼ |ω−ω′|−1 avec ω 6= ω′ ou` ~ω et ~ω′ sont les e´nergies propres
du syste`me S1. L’e´quation maˆıtresse sera valide si les trois hypothe`ses suivantes sont ve´rifie´es :
1. L’interaction entre le syste`me S et le re´servoir doit eˆtre ”faible” (approximation de Born), de
manie`re a` pouvoir e´crire a` tout instant la matrice densite´ totale ρˆ comme le produit tensoriel
de la matrice densite´ du syste`me S et de celles du re´servoir : ρˆ(t) = ρˆS(t)⊗ ρˆB(t).
2. Les effets de me´moire doivent eˆtre ne´gligeables, c’est l’approximation Markovienne qui est
valide si τB  τr, c’est-a`-dire si les excitations du re´servoir s’amortissent beaucoup plus vite
que celle du syste`me S.
3. Les termes oscillants rapidement dans l’e´quation maˆıtresse doivent eˆtre sans importance sur
l’e´volution temporelle du syste`me S. Cette approximation, appele´e approximation se´culaire,
1. Plus rigoureusement, on de´finit les τ i,jS ∼ |ωi − ω′j |−1 avec ωi 6= ω′j ou` ~ωi et ~ω′j sont des e´nergies propres du
syste`me S.
163
164 ANNEXE B. E´QUATION MAIˆTRESSE DANS LE FORMALISME DE LINDBLAD
est valide si τS  τr. Elle est ge´ne´ralement ve´rifie´e pour les syste`mes optiques ou` elle porte
de nom d’approximation de l’onde tournante.
Nous noterons HS et HB les espaces de Hilbert du syste`me S et du re´servoir et HˆS et HˆB leur
hamiltoniens. Dans le cas ou` il n’y a pas d’interaction entre le syste`me et le re´servoir, l’hamiltonien
total est donne´ par Hˆ = HˆS + HˆB avec HˆS ∈ HS et HˆB ∈ HB.
B.1 Approximation de Born
Conside´rons maintenant une interaction ”faible” entre le syste`me S et le re´servoir. L’approxi-
mation de Born consiste a` supposer que l’influence du syste`me sur le re´servoir est ne´gligeable. En
conse´quence, la matrice densite´ du re´servoir ρˆB n’est affecte´e que de manie`re ne´gligeable par l’in-
teraction et nous supposerons que le re´servoir est, a` tout instant, dans un e´tat stationnaire, c’est a`
dire que [HˆB, ρˆB] = 0. Sa matrice densite´ ρˆB est alors inde´pendante du temps et la matrice densite´
du syste`me total s’e´crit
ρˆ(t) ≈ ρˆS(t)⊗ ρˆB, (B.1.1)
ou` ρˆS et ρˆB sont les matrices densite´ re´duites du syste`me et du re´servoir relie´es a` ρˆ par ρˆS =
TrB [ρˆ(t)] et ρˆB = TrS [ρˆ(t)]
1. Le hamiltonien total du syste`me est suppose´ de la forme
Hˆ = HˆS + HˆB + HˆI , (B.1.2)
ou` HˆI ∈ HS ⊗ HB de´crit l’interaction entre le syste`me S et le re´servoir. L’e´quation maˆıtresse en
repre´sentation interaction (voir Eq. (A.3.5) de l’annexe A) s’e´crit
d ˆ˜ρ
dt
= − i
~
[ ˆ˜HI(t), ˆ˜ρ(t)], (B.1.3)
et en inte´grant cette e´quation nous avons
ˆ˜ρ(t) = ˆ˜ρ(0)− i
~
∫ t
0
ds[ ˆ˜HI(s), ˆ˜ρ(s)]. (B.1.4)
En injectant Eq. (B.1.4) dans Eq. (B.1.3) et en prenant la trace partielle sur le re´servoir nous
obtenons l’e´quation maˆıtresse pour la matrice densite´ re´duite du syste`me S dans l’approximation
de Born :
d ˆ˜ρS
dt
= − 1
~2
∫ t
0
dsTrB
([
ˆ˜HI(t),
[
ˆ˜HI(s), ˆ˜ρS(s)⊗ ρˆB
]])
, (B.1.5)
ou` nous avons suppose´ TrB
([
ˆ˜HI(t), ˆ˜ρ(0)
])
= 0. Nous verrons dans la partie B.3 que cette hypo-
the`se peut eˆtre formule´e dans une forme plus explicite.
1. Les notations TrB [...] et TrS [...] sont les traces partielles par rapport au re´servoir et au syste`me S respectivement.
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B.2 Approximation Markovienne
L’e´quation (B.1.5) montre que l’e´tat du syste`me a` l’instant t de´pend des e´tats pre´ce´dents du
syste`me via ˆ˜ρS(s). En d’autre termes, le syste`me S a` l’instant t se ”souvient” de son e´volution
depuis l’instant initial. L’approximation de Markov consiste a` supposer que les excitations du
re´servoir s’amortissent sur des temps beaucoup plus courts que ceux sur lesquels le syste`me S varie
appre´ciablement, ce qui correspond a` la condition mathe´matique τB  τr. Nous pouvons alors
ne´gliger les effets de me´moire et remplacer ˆ˜ρS(s) par ˆ˜ρS(t) dans Eq. (B.1.5), nous obtenons alors
l’e´quation dite de Redfield [158] qui s’e´crit
d ˆ˜ρS
dt
= − 1
~2
∫ t
0
dsTrB
([
ˆ˜HI(t), [
ˆ˜HI(s), ˆ˜ρS(t)⊗ ρˆB]
])
. (B.2.1)
Nous re´alisons ensuite le changement de variables s′ = t − s et faisons tendre la borne supe´rieure
de l’inte´grale vers l’infini. E´tant donne´ que nous avons suppose´ qu’il n’y a pas d’effets de me´moire,
cette dernie`re approximation est bien justifie´e, car nous pouvons regarder aussi loin que nous le
voulons dans le temps, la contribution supple´mentaire de l’inte´grale sera toujours nulle1. L’e´quation
maˆıtresse dans l’approximation de Born-Markov s’e´crit donc
d ˆ˜ρS
dt
= − 1
~2
∫ +∞
0
ds′TrB
([
ˆ˜HI(t), [
ˆ˜HI(t− s′), ˆ˜ρS(t)⊗ ρˆB]
])
. (B.2.2)
Finalement, en utilisant le fait que[
ˆ˜HI(t),
[
ˆ˜HI(t− s), ˆ˜ρ(t)
]]
= −
[
ˆ˜HI(t− s)ˆ˜ρ(t) ˆ˜HI(t)− ˆ˜HI(t) ˆ˜HI(t− s)ˆ˜ρ(t) + h.c.
]
, (B.2.3)
nous pouvons re´e´crire l’e´quation maˆıtresse sous une forme syme´trique
d ˆ˜ρS
dt
=
1
~2
∫ +∞
0
ds
(
TrB
[
ˆ˜HI(t− s)ˆ˜ρ(t) ˆ˜HI(t)
]
− TrB
[
ˆ˜HI(t)
ˆ˜HI(t− s)ˆ˜ρ(t)
])
+ h.c. (B.2.4)
utile dans la suite.
B.3 Approximation se´culaire
Dans cette partie, nous montrons que l’utilisation de l’approximation se´culaire, qui consiste a`
ne´gliger les termes oscillant ”rapidement”, permet d’e´crire l’e´quation maˆıtresse sous la forme de
Lindblad. Cette formulation est tre`s utile en pratique puisqu’elle permet d’obtenir l’e´quation maˆı-
tresse pour le syste`me S, en ”capturant” l’inte´gralite´ des effets de l’environnement dans seulement
un parame`tre. Afin de de´tailler la proce´dure conduisant a` l’e´quation maˆıtresse en repre´sentation
interaction sous la forme de Lindblad, nous e´crirons le hamiltonien d’interaction en repre´sentation
Schro¨dinger sous sa forme la plus ge´ne´rale
HˆI =
∑
α
Aˆα ⊗ Bˆα, (B.3.1)
ou` Aˆ†α = Aˆα et Bˆ
†
α = Bˆα avec Aˆα ∈ HS et Bˆα ∈ HB.
1. Pour plus de pre´cisions sur cette approximation, voir ref. [78].
166 ANNEXE B. E´QUATION MAIˆTRESSE DANS LE FORMALISME DE LINDBLAD
B.3.1 De´composition sur les ope´rateurs propres de HS
L’astuce est de de´composer les ope´rateurs Aˆα sur les ope´rateurs propres du hamiltonien du
syste`me S de´finit comme [HˆS , Oˆ] = λOˆ avec λ ∈ C. Nous noterons |〉 les vecteurs propres de HˆS ,
et Πˆ() le projecteur sur le sous espace propre associe´ a` la valeur propre . Nous pouvons alors
de´finir les ope´rateurs
Aˆα(ω) =
∑
ω¯=′−
Πˆ()AˆαΠˆ(
′), (B.3.2)
qui satisfont la relation
[
HˆS , Aˆα(ω)
]
=
[∑
˜
˜|˜〉〈˜|,
∑
~ω=′−
|〉〈|Aˆα|′〉〈′|
]
=
∑
~ω=′−
(− ′)|〉〈|Aˆα|′〉〈′|
= −~ωAˆα(ω), (B.3.3)
ce qui montre que Aˆα(ω) est un ope´rateur propre de HˆS . Nous pouvons aussi ve´rifier que∑
ω
Aˆα(ω) =
∑
ω
∑
~ω=′−
Πˆ()AˆαΠˆ(
′)
=
∑

∑
′
Πˆ()AˆαΠˆ(
′)
=
∑

Πˆ()︸ ︷︷ ︸
1
Aˆα
∑
′
Πˆ(′)︸ ︷︷ ︸
1
= Aˆα, (B.3.4)
ce qui permet d’e´crire HˆI en fonction des ope´rateurs propres de HˆS
HˆI =
∑
α,ω
Aˆα(ω)⊗ Bˆα. (B.3.5)
B.3.2 Hamiltonien d’interaction en repre´sentation interaction
E´crivons maintenant le hamiltonien d’interaction en repre´sentation interaction afin de pouvoir
l’injecter dans l’e´quation (B.2.4). Nous avons
ˆ˜HI(t) = e
i
~ (HˆS+HˆB)tHˆIe
− i~ (HˆS+HˆB)t
=
∑
α,ω
e
i
~ HˆStAˆα(ω)e
− i~ HˆSt ⊗ e i~ HˆBtBˆαe− i~ HˆBt
=
∑
α,ω
e
i
~ HˆStAˆα(ω)e
− i~ HˆSt ⊗ ˆ˜Bα(t), (B.3.6)
ou` nous avons pose´ ˆ˜Bα(t) = e
i
~ HˆBtBˆαe
− i~ HˆBt. Pour calculer le premier terme de l’e´quation pre´ce´-
dente nous utilisons le the´ore`me de Baker-Campbell-Hausdorff rappele´ ci dessous.
B.3. APPROXIMATION SE´CULAIRE 167
The´ore`me de Baker-Campbell-Hausdorff
Le the´ore`me de Baker-Campbell-Hausdorff est tre`s utile pour transformer un ope´rateur
Oˆ selon la relation ˆ¯O = eSˆOˆe−Sˆ ou` Sˆ est un ope´rateur. Le the´ore`me donne
ˆ¯O = eSˆOˆe−Sˆ
= Oˆ +
[
Sˆ, Oˆ
]
+
1
2!
[
Sˆ,
[
Sˆ, Oˆ
]]
+
1
3!
[
Sˆ,
[
Sˆ,
[
Sˆ, Oˆ
]]]
+ ...
=
∞∑
n=0
Cn(Sˆ, Oˆ)
n!
(B.3.7)
ou` Cn(Sˆ, Oˆ) =
[
Sˆ, ...
[
Sˆ, Oˆ
]
...
]
a n commutateurs et ou` C0(Sˆ, Oˆ) = Oˆ.
L’ope´rateur Aˆα(ω) en repre´sentation interaction s’e´crit donc
e
i
~ HˆStAˆα(ω)e
− i~ HˆSt =
∑
n
Cn(itHˆS/~, Aˆα(ω))
n!
=
∑
n
(−itω)n
n!
Aˆα(ω)
= e−iωtAˆα(ω) (B.3.8)
ou` nous avons utilise´ Eq. (B.3.3) pour montrer que Cn(itHˆS/~, Aˆα(ω)) = (−itω)nAˆα(ω). Le hamil-
tonien d’interaction en repre´sentation interaction s’e´crit donc finalement
ˆ˜HI(t) =
∑
α,ω
e−iωtAˆα(ω)⊗ ˆ˜Bα(t). (B.3.9)
Remarque :
A partir de la dernie`re expression de ˆ˜HI , nous pouvons monter que l’hypothe`se TrB
([
ˆ˜HI(t), ˆ˜ρ(0)
])
=
0 utilise´ dans la partie B.1 pour obtenir Eq. (B.1.5) devient∑
α,ω
TrB[B˜α(t)ρˆB]× e−iωt[Aˆα(ω), ρˆS(0)] = 0. (B.3.10)
En conse´quence, avant d’utiliser le formalisme de´veloppe´ ici, nous ve´rifierons que cette condition
est bien remplie.
B.3.3 Equation maˆıtresse dans le formalisme de Lindblad
Nous de´rivons dans cette partie la me´thodologie pour obtenir l’e´quation maˆıtresse (en repre´sen-
tation interaction) pour la matrice densite´ re´duite du syste`me S sous la forme de Lindblad
d ˆ˜ρS
dt
= D[ ˆ˜ρS ], (B.3.11)
la question e´tant de trouver l’expression de D.
Commenc¸ons par calculer le premier terme de l’e´quation (B.2.4) en utilisant l’expression de ˆ˜HI
donne´ Eq. (B.3.9) :∫ t
0
dsTrB
[
ˆ˜HI(t− s)ˆ˜ρ(t) ˆ˜HI(t)
]
=
∑
α,β
∑
ω,ω′
ei(ω
′−ω)tAˆβ(ω)ˆ˜ρS(t)Aˆ†α(ω
′)
×
∫ +∞
0
ds eiωsTr
[
ˆ˜B†α(t)
ˆ˜Bβ(t− s)ρˆB
]
(B.3.12)
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ou` nous avons utilise´ l’invariance de la trace sous permutation circulaire. En utilisant la meˆme
proce´dure pour le second terme de l’e´quation (B.2.4) nous obtenons
d ˆ˜ρS
dt
=
∑
α,β
∑
ω,ω′
ei(ω
′−ω)tΓα,β(ω)
[
Aˆβ(ω)ˆ˜ρS(t)Aˆ
†
α(ω
′)− Aˆ†α(ω′)Aˆβ(ω)ˆ˜ρS(t)
]
+ h.c. , (B.3.13)
avec
Γα,β(ω) =
1
~2
∫ +∞
0
ds eiωsTr
[
ˆ˜B†α(t)
ˆ˜Bβ(t− s)ρˆB
]
=
1
~2
∫ +∞
0
ds eiωs〈 ˆ˜B†α(t) ˆ˜Bβ(t− s)〉
=
1
~2
∫ +∞
0
ds eiωs〈 ˆ˜B†α(s) ˆ˜Bβ(0)〉, (B.3.14)
la dernie`re e´galite´ ayant e´te´ obtenue en utilisant la de´finition de ˆ˜Bα(t), l’invariance de la trace sous
permutation circulaire, et le fait que ρˆB ne de´pend pas du temps puisque le re´servoir est suppose´
eˆtre dans un e´tat stationnaire (voir partie B.1). Remarquons dans Eq. (B.3.14) la pre´sence de la
fonction de corre´lation du re´servoir qui permet de de´finir le temps de relaxation du re´servoir τB
comme le temps carate´ristique de de´croissance de 〈 ˆ˜B†α(s) ˆ˜Bβ(0)〉 repre´sente´ Figure B.1.
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Figure B.1 – Forme caracte´ristique de la fonction de corre´lation du re´servoir, par exemple un
bain de phonons a` haute tempe´rature. Le temps de relaxation du re´servoir τB est de´fini comme
le temps caracte´ristique de de´croissance de la fonction de corre´lation du re´servoir 〈 ˆ˜B†α(t) ˆ˜Bβ(0)〉.
Nous re´alisons maintenant l’approximation se´culaire qui consiste a` ne´gliger les termes oscillant
rapidement, c’est-a`-dire les termes avec ω 6= ω′. Cette approximation est valide si l’e´volution tem-
porelle intrinse`que du syste`me S, qui se fait sur un temps caracte´ristique τS ∼ |ω − ω′|−1, est tre`s
rapide par rapport au temps de relaxation de S : τS  τr. L’e´quation (B.3.13) s’e´crit alors
d ˆ˜ρS
dt
=
∑
α,β
∑
ω
Γα,β(ω)
[
Aˆβ(ω)ˆ˜ρS(t)Aˆ
†
α(ω)− Aˆ†α(ω)Aˆβ(ω)ˆ˜ρS(t)
]
+ h.c. . (B.3.15)
Pour la suite, il est utile de de´finir les quantite´ scalaires γα,β(ω) et Sα,β(ω)
γα,β(ω) = Γα,β(ω) + Γ
∗
β,α(ω), (B.3.16a)
Sα,β(ω) =
1
2i
[
Γα,β(ω)− Γ∗β,α(ω)
]
, (B.3.16b)
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qui ont les proprie´te´s suivantes :
γα,β(ω) + iSα,β(ω) = Γα,β(ω), (B.3.17a)
γ∗β,α(ω) = γα,β(ω), (B.3.17b)
S∗β,α(ω) = Sα,β(ω). (B.3.17c)
Remarquons que l’e´quation (B.3.17a) n’est pas une de´composition classique sur le plan complexe
puisque γα,β et Sα,β ne sont pas ne´cessairement re´els. Il est aussi possible de montrer que γα,β(ω)
est la transforme´e de Fourier de la fonction de corre´lation du re´servoir :
γα,β(ω) =
1
~2
∫ +∞
0
ds eiωs〈 ˆ˜B†α(s) ˆ˜Bβ(0)〉+
1
~2
∫ +∞
0
ds e−iωs〈 ˆ˜B†α(0) ˆ˜Bβ(s)〉
=
1
~2
∫ +∞
−∞
ds eiωs〈 ˆ˜B†α(s) ˆ˜Bβ(0)〉, (B.3.18)
ou` nous avons fait le changement de variable s′ = −s dans la seconde inte´grale et utilise´ le fait
que 〈 ˆ˜B†α(0) ˆ˜Bβ(−s′)〉 = 〈 ˆ˜B†α(s′) ˆ˜Bβ(0)〉 comme dans Eq.(B.3.14). En utilisant la de´composition de
Γα,β(ω) Eq. (B.3.17a) nous pouvons re´e´crire l’e´quation maˆıtresse (B.3.15) sous la forme
d ˆ˜ρS
dt
=
∑
α,β
∑
ω
(γα,β(ω) + iSα,β(ω))
[
Aˆβ(ω)ˆ˜ρS(t)Aˆ
†
α(ω)− Aˆ†α(ω)Aˆβ(ω)ˆ˜ρS(t)
]
+
∑
α,β
∑
ω
(
γ?α,β(ω)− iS?α,β(ω)
) [
Aˆα(ω)ˆ˜ρS(t)Aˆ
†
β(ω)− ˆ˜ρS(t)Aˆ†β(ω)Aˆα(ω)
]
. (B.3.19)
En faisant le changement d’indice α↔ β dans la seconde somme et en utilisant le fait que γ?β,α(ω) =
γα,β(ω) et S
?
β,α(ω) = Sα,β(ω) (voir Eq. (B.3.17b) et (B.3.17c)), nous obtenons finalement l’e´quation
maˆıtresse sous la forme de Lindblad :
d ˆ˜ρS
dt
= −i[HˆLS, ˆ˜ρS ] +D[ ˆ˜ρS ], (B.3.20)
avec
HˆLS =
∑
α,β
∑
ω
Sα,β(ω)Aˆ
†
α(ω)Aˆβ(ω), (B.3.21a)
D[ ˆ˜ρS ] =
∑
α,β
∑
ω
γα,β(ω)
[
Aˆβ(ω)ˆ˜ρSAˆ
†
α(ω)−
1
2
{Aˆ†α(ω)Aˆβ(ω), ˆ˜ρS(t)}
]
, (B.3.21b)
ou` {Aˆ, Bˆ} = AˆBˆ + BˆAˆ est le crochet de Poisson de Aˆ et Bˆ. Le terme D[ ˆ˜ρS ] dans Eq. (B.3.20)
sera d’une importance majeure puisqu’il est responsable de l’existence d’un temps de vie fini (et
donc d’un temps de cohe´rence fini) pour un syste`me a` deux niveaux en interaction avec le champ
e´lectromagne´tique. Au contraire, le terme HˆLS sera toujours sans importance dans les proble`mes
conside´re´s ici et nous ne le prendrons pas en compte dans ce manuscrit.
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B.4 En pratique : l’e´quation maˆıtresse dans le formalisme de Lind-
blad
Le but de cette partie est de re´sumer les hypothe`ses ne´cessaires et la me´thodologie a` suivre
pour e´crire l’e´quation maˆıtresse sous la forme de Lindblad pour un ”petit” syste`me S couple´ a` un
re´servoir.
1. Le hamiltonien du syste`me total doit eˆtre de la forme Hˆ = HˆS + HˆB + HˆI avec HˆS ∈ HS ,
HˆB ∈ HB et HˆI ∈ HS ⊗ HB. Remarquons que le hamiltonien d’interaction doit eˆtre de la
forme HˆI =
∑
α Aˆα ⊗ Bˆα ou` Aˆ†α = Aˆα and Bˆ†α = Bˆα.
2. Les diffe´rents temps caracte´ristiques pour l’e´volution temporelle du syste`me total doivent
eˆtre clairement identifie´s : le temps de relaxation du re´servoir τB, le temps de relaxation
du ”petit” syste`me τr et le temps typique de l’e´volution temporelle intrinse`que du ”petit”
syste`me τS .
3. L’interaction entre le syste`me S et l’environnement doit eˆtre faible de manie`re a` pouvoir
e´crire ρˆ(t) = ρˆS(t)⊗ ρˆB(t) a` tout instant (approximation de Born).
4. Le temps de relaxation du re´servoir doit eˆtre petit devant celui de S, τB  τR, afin de
pouvoir faire l’approximation Markovienne.
5. L’e´quation suivante doit eˆtre ve´rifie´e afin que la condition initiale de l’e´quation maˆıtresse
soit garantie ∑
α,ω
TrB[
ˆ˜Bα(t)ρˆB]× e−iωt[Aˆα(ω), ρˆS(0)] = 0.
6. Finalement, le temps d’e´volution intrinse`que du syste`me S doit eˆtre petit devant son temps
de relaxation, τS  τR, afin que l’approximation se´culaire soit valide.
Si les conditions pre´ce´dentes sont ve´rifie´es, il faut commencer par trouver les ope´rateurs propres
de HˆS de´finit Eq. (B.3.2) avant de calculer et D[ ˆ˜ρS ] de´finit par l’Eq. (B.3.21). Nous obtenons alors
l’e´quation maˆıtresse en repre´sentation interaction :
d ˆ˜ρS
dt
= D[ ˆ˜ρS ]. (B.4.1)
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Dans un premier temps, nous calculons la densite´ spectrale de couplage entre un dipoˆle e´lec-
trique (mode´lisant une boˆıte quantique) et le champ e´lectromagne´tique. Le terme ge´ne´ralement
utilise´ e´tant simplement densite´ spectrale, nous nous permettons d’insister sur le fait qu’il est ca-
racte´ristique du couplage entre le dipoˆle et son environnement. Par la suite, nous pre´sentons le calcul
de la fonction de corre´lation du champ e´lectromagne´tique e´mis par une boˆıte quantique (BQ), qui
est utile pour obtenir le temps de vie de l’e´tat excite´.
C.1 Calcul de la densite´ spectrale de couplage d’un dipoˆle au
champ e´lectromagne´tique
La densite´ spectrale de couplage entre un dipoˆle d et le champ e´lectromagne´tique (apparaissant
par exemple Eq. (C.2.7)) est de´fini comme [77]
JEM (ω) =
∑
n,λ
|fn,λ|2δ(ω − ωn), (C.1.1)
avec fn,λ = −i
√
~ωn
2ε0L3
(en,λ .d) ou` L
3 est le volume de quantification du champ e´lectromagne´tique,
et en,λ le vecteur polarisation du mode n de polarisation λ. Nous pouvons re´e´crire JEM (ω) sous
une forme plus explicite :
JEM (ω) =
~
2ε0V
∑
n,λ
ωn(.en,λ .d)
2δ(ω − ωn). (C.1.2)
Pour le calcul du produit scalaire en,λ .d, nous nous plac¸ons dans un repe`re orthonormal direct en
choisissant le dipoˆle d selon l’axe z comme repre´sente´ Figure C.1. Conside´rons un photon e´mis dans
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Figure C.1 – Pour le calcul de JEM (ω) nous choisissons le dipoˆle d selon l’axe z et nous
utilisons les coordonne´es sphe´riques. Les vecteurs ε1 et ε2 sont les vecteurs polarisation pour
un photon e´mis dans le mode k. Afin de simplifier le calcul, nous choisissons ε1 dans le plan
(xOy).
un mode k et de´composons son vecteur polarisation selon deux vecteurs ε1 et ε2 tels que (ε1, ε2,k)
forment un trie`dre. En choisissant de plus ε1 dans le plan xOy (ce qui est toujours possible), nous
avons ε1 .d = 0 et ε2 .d = d sin θ ce qui permet d’e´crire
JEM (ω) =
~d2
2ε0V
∑
n
ωn sin
2 θn δ(ω − ωn). (C.1.3)
En passant a` la limite continue
∑
n
−→ V
(2pi)3
∫∫∫
dk =
V
(2pic)3
∫∫∫
d3ω˜, (C.1.4)
et en se plac¸ant en coordonne´es sphe´riques, nous avons
JEM (ω) =
~d2
2ε0(2pic)3
∫ +∞
0
dω˜ ω˜2
∫ pi
0
dθ sin θ
∫ 2pi
0
dφ ω˜ sin2 θ δ(ω − ω˜), (C.1.5)
qui donne, apre`s inte´gration, la densite´ spectrale de couplage entre le dipoˆle d et le champ e´lectro-
magne´tique :
JEM (ω) =
~d2ω3
6pi2c3ε0
. (C.1.6)
C.2 Fonction de corre´lation du champ e´lectromagne´tique
Nous allons calculer la fonction de corre´lation du champ e´lectromagne´tique CEM (t) = 〈 ˆ˜B†(t) ˆ˜B(0)〉
qui nous permettra d’obtenir l’expression des coefficients γ(±ωX) qui apparaissent dans l’e´quation
maˆıtresse (1.3.52). Dans cette optique, commenc¸ons par calculer l’expression de l’ope´rateur Bˆ† en
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repre´sentation interaction (Eq. (1.3.50)) en utilisant l’expression de Bˆ donne´e Eq. (1.3.44b) :
ˆ˜B†(t) = e
i
~ HˆEM tBˆ†e−
i
~ HˆEM t
=
∑
n,λ
f∗n,λ
(
e
i
~ HˆEM taˆ†n,λe
− i~ HˆEM t − e i~ HˆEM taˆn,λe−
i
~ HˆEM t
)
=
∑
n,λ
f∗n,λ
(
ˆ˜a†n,λ(t)− ˆ˜an,λ(t)
)
, (C.2.1)
avec
ˆ˜an,λ(t) = e
i
~ HˆEM taˆn,λe
− i~ HˆEM t, (C.2.2)
et HˆEM e´tant donne´ par l’Eq. (1.3.40b). Le calcul de ˆ˜an,λ(t) se fait graˆce au the´ore`me de Baker-
Campbell-Hausdorff donne´ Eq. (B.3.7) de l’annexe B. En utilisant le fait que[
i
~
HˆEM t, aˆn,λ
]
= it
∑
n′,λ′
ωn′
[
aˆ†n′,λ′ aˆn′,λ, aˆn,λ
]
= −iωntaˆn,λ, (C.2.3)
nous obtenons
ˆ˜an,λ(t) = aˆn,λe
−iωnt. (C.2.4)
L’ope´rateur ˆ˜B†(t) donne´ par l’Eq. (C.2.1) devient alors
ˆ˜B†(t) =
∑
n,λ
f∗n,λ
(
aˆ†n,λe
iωnt − aˆn,λe−iωnt
)
, (C.2.5)
et la fonction de corre´lation du champ e´lectromagne´tique s’e´crit
CEM (t) = 〈 ˆ˜B†(t) ˆ˜B(0)〉
=
∑
n,λ
∑
n′,λ′
f∗n,λfn′,λ′
[
〈aˆ†n,λaˆn′,λ′〉eiωnt − 〈aˆ†n,λaˆ†n′,λ′〉eiωnt
+〈aˆn,λaˆ†n′,λ′〉e−iωnt − 〈aˆn,λaˆn′,λ′〉e−iωnt
]
. (C.2.6)
En supposant le champ e´lectromagne´tique dans son e´tat fondamental (c’est-a`-dire le vide e´lectroma-
gne´tique), les valeurs moyennes apparaissant dans l’e´quation pre´ce´dente sont nulles sauf 〈aˆn,λaˆ†n′,λ′〉
qui vaut δn,n′δλ,λ′ . Nous avons donc
CEM (t) =
∑
n,λ
|fn,λ|2e−iωnt
=
∫ +∞
0
dω
∑
n,λ
|fn,λ|2δ(ω − ωn)e−iωt
=
∫ +∞
0
dω JEM (ω)e
−iωt, (C.2.7)
ou` nous avons utilise´ le fait que ωn > 0 pour tout n et note´ JEM (ω) =
∑
n,λ |fn,λ|2δ(ω − ωn)
la densite´ spectrale de couplage au champ e´lectromagne´tique. Nous avons montre´ pre´ce´demment
Eq. (C.1.6) que JEM (ω) = ~d2ω3/6pi2c3ε0 ce qui donne pour la fonction de corre´lation
CEM (t) = ~d
2
6pi2c3ε0
∫ +∞
0
dω ω3e−iωt. (C.2.8)
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Remarque :
Dans le livre Photons et Atomes - Introduction a` l’Electrodynamique Quantique [79] (paragraphe
III-C-3 et comple´ment CIII), les auteurs montrent que dans le cas du vide e´lectromagne´tique, la
fonction de corre´lation du champ de´croˆıt sur un temps infiniment court. Ceci justifie l’utilisation
de l’approximation Markovienne ne´cessaire pour l’utilisation du formalisme de Lindblad pre´sente´
dans l’annexe B.
Nous pouvons aussi remarquer l’absence de temps caracte´ristique dans l’expression (C.2.8) de
la fonction de corre´lation du champ ce qui est en accord avec un temps de corre´lation tendant
vers ze´ro. Nous verrons dans l’annexe G que la fonction de corre´lation du bain de phonons fait
apparaˆıtre un temps caracte´ristique correspondant au temps de relaxation du re´servoir.
Annexe D
Champ e´mis par une boˆıte quantique
Dans le travail pre´sente´ dans ce manuscrit, il est ne´cessaire de calculer des fonctions de corre´lation
du champ e´mis par une boˆıte quantique (BQ). La premie`re e´tape de ce calcul, est d’eˆtre en mesure
d’e´crire l’expression du champ, pour un dipoˆle en interaction avec les diffe´rents modes du champ
e´lectromagne´tique, suppose´ dans son e´tat fondamental [124]. Nous travaillerons en repre´sentation
Heisenberg (voir annexe A) et un ope´rateur dans cette repre´sentation sera note´ avec une de´pendance
temporelle et sans tilde : Oˆ(t) = e
i
~ HˆtOˆe−
i
~ Hˆt, de manie`re a` le diffe´rencier du meˆme ope´rateur en
repre´sentation Schro¨dinger Oˆ ou en repre´sentation interaction ˆ˜O(t).
Conside´rons le hamiltonien de la partie 1.3.3.1 ou` nous traitons quantiquement le syste`me a`
deux niveaux ainsi que le champ e´lectromagne´tique :
Hˆ = HˆQD + HˆEM + Hˆint, (D.0.1)
avec
HˆQD = −~ωX
2
σˆz, (D.0.2a)
HˆEM =
∑
n,λ
~ωnaˆ†n,λaˆn,λ, (D.0.2b)
Hˆint =
∑
n,λ
(
fn,λaˆn,λσˆ
† + f∗n,λaˆ
†
n,λσˆ
)
, (D.0.2c)
ou` fn,λ = −i
√
~ωn
2ε0L3
(en,λ .d) avec L
3 le volume de quantification du champ e´lectromagne´tique et
ou` nous n’avons garde´ que les termes conservant l’e´nergie dans Hˆint puisque nous nous inte´ressons
aux champ e´mis par la boˆıte. En repre´sentation Heisenberg, le champ e´mis par une BQ est de la
forme (1.3.42)
EˆQD(t) = Eˆ
(+)
QD(t) + Eˆ
(−)
QD(t) avec Eˆ
(−)
QD(t) =
(
Eˆ
(+)
QD(t)
)†
(D.0.3)
=
∑
n,λ
εnaˆ
†
n,λ(t) en,λ,
ou` εn = −i
√
~ωn
2ε0L3
. Remarquons que les ope´rateurs Eˆ
(+)
QD(t) et Eˆ
(−)
QD(t) correspondent a` l’annihi-
lation et la cre´ation d’un photon respectivement. L’ope´rateur aˆ†n,λ(t) est solution de l’e´quation de
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Heisenberg (A.2.2)
daˆ†n,λ
dt
=
i
~
[Hˆ, aˆ†n,λ(t)]
=
i
~
e
i
~ Hˆt[Hˆ, aˆ†n,λ]e
− i~ Hˆt
=
i
~
e
i
~ Hˆt
(
[HˆEM, aˆ
†
n,λ] + [Hˆint, aˆ
†
n,λ]
)
e−
i
~ Hˆt
=
i
~
e
i
~ Hˆt
(
~ωnaˆ†n,λ + fn,λσˆ
†
)
e−
i
~ Hˆt
= iωnaˆ
†
n,λ(t) +
i
~
fn,λσˆ
†(t). (D.0.4)
Cette e´quation s’inte`gre en
aˆ†n,λ(t) = aˆ
†
n,λ(0)e
iωnt +
i
~
fn,λ
∫ t
0
dt′ σˆ†(t′)e−iωn(t
′−t), (D.0.5)
et nous obtenons l’expression du champ e´lectrique en repre´sentation Heisenberg
Eˆ
(−)
QD(t) =
∑
n,λ
εnaˆ
†
n,λ(0)e
iωnt en,λ +
i
~
∑
n,λ
εnfn,λ
∫ t
0
dt′ σˆ†(t′)e−iωn(t
′−t) en,λ. (D.0.6)
Le premier terme de cette e´quation correspond au champ en l’absence de BQ, que nous avons sup-
pose´ eˆtre le vide e´lectromagne´tique. En conse´quence, il ne contribue pas aux fonctions de corre´lation
que nous calculerons et sera ignore´ dans la suite, de telle sorte que
Eˆ
(−)
QD(t) =
i
~
∑
n,λ
εnfn,λ en,λ
∫ t
0
dt′ σˆ†(t′)e−iωn(t
′−t)
=
i
~
∫ +∞
−∞
dω F(ω)
∫ t
0
dt′ σˆ†(t′)e−iω(t
′−t), (D.0.7)
ou` F(ω) =
∑
n,λ εnfn,λδ(ω − ωn) en,λ caracte´rise le couplage entre la BQ et le champ e´lectroma-
gne´tique. Si l’interaction avec le champ e´lectromagne´tique avait e´te´ ne´glige´e, l’ope´rateur σˆ† en
repre´sentation Heisenberg s’e´crirait σˆ†(t′) = σˆ†eiωX t′ , ce qui aurait pour conse´quence de faire appa-
raˆıtre un δ(ω−ωx) qui fixerait l’e´nergie. Comme nous le montrons dans la partie 1.3.3.6, la prise en
compte du couplage au champ e´lectromagne´tique a pour conse´quence d’e´largir la raie d’un facteur
∆ω ∼ 1/T1, largeur sur laquelle nous pouvons montrer, en suivant une proce´dure similaire a` celle
de´crite dans l’annexe C.1, que F(ω) = F (ω)eQD est approximativement constant, F (ω) ' F . Nous
avons alors
Eˆ
(−)
QD(t) =
i
~
FeQD
∫ t
0
dt′ σˆ†(t′)
∫ +∞
−∞
dω eiω(t
′−t)
=
i
~
2piFeQD
∫ t
0
dt′ σˆ†(t′)δ(t′ − t), (D.0.8)
et nous en de´duisons finalement que le champ e´mis par un BQ est de la forme
Eˆ
(−)
QD(t) = K σˆ
†(t) eQD, (D.0.9)
ou` K est une constante et eQD le vecteur unitaire caracte´risant la polarisation de l’e´mission de la
BQ.
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Nous de´montrons ici le the´ore`me de Wiener-Khinchin [81, 82] qui permet d’obtenir une expres-
sion du spectre de luminescence e´mis par une boˆıte quantique (BQ). Il relie la densite´ spectrale
d’e´nergie du champ S(ω) a` la fonction de corre´lation du champ e´mis par la boˆıte.
E.1 De´finitions
Soient f et g deux fonctions de R dans C. Nous notons F l’application qui a` une fonction f
associe sa transforme´e de Fourier :
F [f ] : ω 7−→ f˜(ω) =
∫ +∞
−∞
dt f(t) eiωt. (E.1.1)
Nous de´finissons aussi F−1 l’application transforme´e de Fourier inverse
F−1[f˜ ] : t 7−→ f(t) =
∫ +∞
−∞
dω f˜(ω) e−iωt. (E.1.2)
Pour finir, nous appelons produit de convolution de f et g l’ope´ration
(f ∗ g)(t) =
∫ +∞
−∞
dt′ f(t′) g(t− t′), (E.1.3)
qui a la proprie´te´ suivante :
F [f ∗ g] = F [f ]×F [g]. (E.1.4)
E.2 The´ore`me
Nous conside`rons deux fonctions de R dans C que nous notons f et g et telles que g(t) = f∗(−t).
Nous montrons alors facilement que g˜(ω) = f˜∗(ω) et nous posons
S(ω) = f˜(ω)× g˜(ω) = |f˜(ω)|2. (E.2.1)
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La proprie´te´ du produit de convolution Eq (E.1.4) donne le the´ore`me de Wiener-Khinchin qui s’e´crit
S(ω) =
∫ +∞
−∞
dτ C(τ) eiωτ , (E.2.2)
ou` C(τ) est le produit de convolution de f et g qui s’exprime en utilisant Eq (E.1.3) et en faisant
le changement de variable t = t′ − τ
C(τ) =
∫ +∞
−∞
dt f∗(t)f(t+ τ). (E.2.3)
E.3 Interpre´tation physique
Dans ce manuscrit, nous souhaitons calculer le spectre e´mis par un dipoˆle dont le champ e´lec-
trique rayonne´ est traite´ quantiquement. Dans ce cas, la fonction f de la partie pre´ce´dente est
remplace´e par l’ope´rateur champ e´lectrique et la moyenne quantique, note´e 〈...〉, doit eˆtre prise
avant de calculer l’inte´grale sur t dans l’expression (E.2.3) de la fonction de corre´lation. De plus, il
est utile de remarquer qu’un champ e´lectromagne´tique est souvent difficile a` mesurer optiquement
puisque la plupart des observations sont lie´es a` l’absorption de photons, par un photode´tecteur
par exemple [117, 118, 119]. Le spectre mesure´ par nos appareils de mesure est donc relie´ a` la
fonction de corre´lation, ou` nous avons choisi f(t) ≡ Eˆ(+)QD(t). Dans ce cas, l’Eq. (D.0.3) montre que
Eˆ
(−)
QD(t)Eˆ
(+)
QD(t) ∼ aˆ†aˆ qui a la forme de l’ope´rateur nombre, et qui repre´sente donc le nombre de
photons compte´ par l’appareil. La fonction de corre´lation du champ mesure´e s’e´crit donc
C(τ) =
∫ +∞
−∞
dt 〈Eˆ(−)QD(t)Eˆ
(+)
QD(t+ τ)〉. (E.3.1)
En remarquant qu’en re´gime pulse´ le champ est nul avant que le laser n’excite la boˆıte, nous avons
〈Eˆ(−)QD(t)Eˆ
(+)
QD(t+ τ)〉 = 0 pour t < 0. La fonction de corre´lation du champ mesure´e s’e´crit donc en
re´alite´
C(τ) =
∫ +∞
0
dt 〈Eˆ(−)QD(t)Eˆ
(+)
QD(t+ τ)〉 (E.3.2)
et le spectre s’obtient en utilisant l’Eq. (E.2.2).
E.4 Autre formulation du the´ore`me
Le the´ore`me de Wiener-Khinchin peut eˆtre formule´ d’une manie`re diffe´rente, qu’il est utile
d’expliciter ici, puisque c’est celle que nous utiliserons pour le calcul du spectre de luminescence.
L’ide´e consiste a` se´parer l’inte´grale (E.2.2) en deux termes de manie`re a` e´crire le spectre comme la
somme de deux quantite´s complexes conjugue´es l’une de l’autre. En effet, l’Eq. (E.2.2) s’e´crit
S(ω) =
∫ 0
−∞
dτ C(τ) eiωτ +
∫ +∞
0
dτ C(τ) eiωτ
=
∫ +∞
0
dτ C(−τ) e−iωτ +
∫ +∞
0
dτ C(τ) eiωτ , (E.4.1)
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et nous remarquons que
C(−τ) =
∫ +∞
0
dt 〈Eˆ(−)QD(t)Eˆ
(+)
QD(t− τ)〉
=
∫ +∞
0
dt′ 〈Eˆ(−)QD(t′ + τ)Eˆ
(+)
QD(t
′)〉
= C∗(τ), (E.4.2)
ou` dans le passage de la premie`re a` la deuxie`me ligne, nous avons fait le changement de variable
t′ = t− τ . Nous en concluons donc que
S(ω) = S (ω) +S ∗(ω) avec S (ω) =
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ 〈Eˆ(−)QD(t+ τ)Eˆ
(+)
QD(t)〉 e−iωτ . (E.4.3)
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F.1 Ide´e ge´ne´rale
Pour de´crire l’e´volution temporelle d’un syste`me de hamiltonien Hˆ en physique quantique, nous
sommes souvent amene´s a` calculer des valeurs moyennes ou des fonctions de corre´lations. Dans le
premier cas, la valeur moyenne d’un ope´rateur Aˆ a` l’instant t est donne´e par
〈Aˆ(t)〉 = Tr[Aˆ(t)ρˆ], (F.1.1)
ou` Aˆ(t) = e
i
~ HˆtAˆe−
i
~ Hˆt est l’expression de l’ope´rateur Aˆ en repre´sentation Heisenberg (voir an-
nexe A.2). En utilisant l’invariance de la trace sous permutation circulaire nous pouvons re´e´crire la
valeur moyenne de Aˆ sous la forme
〈Aˆ(t)〉 = Tr[Aˆρˆ(t)], (F.1.2)
avec ρˆ(t) = e−
i
~ Hˆtρˆ e
i
~ Hˆt la matrice densite´ du syste`me en repre´sentation Schro¨dinger. L’e´quation
maˆıtresse re´gissant l’e´volution temporelle de la matrice densite´, nous pouvons en la re´solvant,
calculer n’importe quelle valeur moyenne.
Dans le cas ou` nous souhaitons calculer une fonction de corre´lation s’e´crivant
C(t, τ) = 〈Aˆ(t)Bˆ(t+ τ)〉
= Tr[Aˆ(t)Bˆ(t+ τ)ρˆ], (F.1.3)
le proble`me est plus complexe puisque nous ne pouvons plus appliquer la me´thode pre´ce´dente et
qu’un calcul direct est rarement envisageable, surtout si nous conside´rons un syste`me S couple´ a`
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un re´servoir B. Dans ce cas, le the´ore`me de la re´gression quantique consiste a` e´crire la fonction de
corre´lation sous la forme
C(t, τ) = Trs[BˆΛˆ(t, τ)], (F.1.4)
avec Λˆ(t, τ) la matrice densite´ re´duite effective, solution de l’e´quation maˆıtresse pour la variable τ .
Nous pouvons alors connaˆıtre la de´pendance en t et τ de Λ, ce qui permet de calculer la fonction
de corre´lation cherche´e.
F.2 The´ore`me
La proce´dure de´crite ici pour la de´monstration du the´ore`me est tire´e des re´fe´rences [81, 78].
Conside´rons deux ope´rateurs Aˆ et Bˆ agissant sur un syste`me S en interaction avec son environne-
ment de´crit par un re´servoir note´ B. Nous noterons ρˆ la matrice densite´ du syste`me total {S +B}
et ρˆs = TrB[ρˆ] la matrice densite´ re´duite du syste`me S solution de l’e´quation maˆıtresse
∂ρˆs
∂τ
= L[ρˆs]. (F.2.1)
Nous cherchons ici a` calculer la fonction de corre´lation
C(t, τ) = 〈Aˆ(t)Bˆ(t+ τ)〉
= Tr[Aˆ(t)Bˆ(t+ τ)ρˆ]. (F.2.2)
Nous de´finissons Uˆ(t, t′) = e−
i
~ Hˆ(t−t′) l’ope´rateur unitaire d’e´volution temporelle du syste`me qui a
les proprie´te´s
Aˆ(t) = Uˆ †(t, 0)AˆUˆ(t, 0), (F.2.3a)
Uˆ †(t, t′) = Uˆ(t′, t), (F.2.3b)
Uˆ(t, t′)Uˆ(t′, t′′) = Uˆ(t, t′′). (F.2.3c)
La fonction de corre´lation s’e´crit donc
C(t, τ) = Tr[Uˆ †(t, 0) Aˆ Uˆ(t, 0) Uˆ †(t+ τ, 0) Bˆ Uˆ(t+ τ, 0) ρˆ]
= Tr
[
Bˆ Uˆ(t+ τ, 0) ρˆ Uˆ †(t, 0) Aˆ Uˆ(t, 0) Uˆ †(t+ τ, 0)
]
. (F.2.4)
En injectant la relation 1 = Uˆ(0, t) Uˆ †(0, t) = Uˆ(0, t) Uˆ(t, 0) entre Uˆ(t + τ, 0) et ρˆ dans l’e´quation
pre´ce´dente et en utilisant le fait que
Uˆ(t, 0) Uˆ †(t+ τ, 0) = Uˆ(t, t+ τ) = Uˆ †(t+ τ, t), (F.2.5a)
Uˆ(t, 0) ρˆ Uˆ †(t, 0) = ρˆ(t), (F.2.5b)
nous obtenons
C(t, τ) = Tr[Bˆ Uˆ(t+ τ, t) ρˆ(t) Aˆ Uˆ †(t+ τ, t)]. (F.2.6)
En de´finissant la matrice densite´ re´duite effective Λˆ telle que
Λˆ(t, τ) = TrB
[
Uˆ(t+ τ, t) ρˆ(t) Aˆ Uˆ †(t+ τ, t)
]
, (F.2.7)
F.3. GUIDE POUR L’UTILISATION DU THE´ORE`ME 183
la fonction de corre´lation s’e´crit
C(t, τ) = Trs
[
Bˆ Λˆ(t, τ)
]
. (F.2.8)
Nous remarquons que la matrice densite´ re´duite effective Λˆ est de´finie d’une manie`re similaire a` la
matrice densite´ re´duite du syste`me S qui s’e´crit ρˆs(t) = TrB
[
Uˆ(t, 0) ρˆ Uˆ †(t, 0)
]
. Il est alors possible
de montrer [159] que Λˆ(t, τ) obe´it a` la meˆme e´quation maˆıtresse que ρˆs pour la variable τ et donc
que
∂Λˆ
∂τ
= L[Λˆ]. (F.2.9)
La re´solution de cette e´quation nous permet de connaˆıtre la de´pendance en τ de Λˆ(t, τ), la de´pen-
dance en t s’obtenant en utilisant la condition initiale a` τ = 0 :
Λˆ(t, 0) = TrB
[
Uˆ(t, t) ρˆ(t) Aˆ Uˆ †(t, t)
]
= TrB
[
ρˆ(t) Aˆ
]
= ρˆs(t) Aˆ, (F.2.10)
puisque Aˆ n’agit que sur S. L’e´volution temporelle de la matrice densite´ re´duite effective Λˆ(t, τ) est
alors comple`tement connue et nous sommes en mesure de calculer la fonction de corre´lation de´finie
par l’Eq. (F.2.8).
Remarque :
Nous pouvons remarquer que dans le cas plus simple ou` le syste`me S n’est pas couple´ a` un re´servoir
le the´ore`me reste valable et la matrice densite´ re´duite effective Λˆ est de´finie telle que
Λˆ(t, τ) = Uˆ(t+ τ, t) ρˆ(t) Aˆ Uˆ †(t+ τ, t) (F.2.11)
ou` ρˆ est la matrice densite´ du syste`me S.
F.3 Guide pour l’utilisation du the´ore`me
En pratique, l’utilisation du the´ore`me de la re´gression quantique pour le calcul d’une fonction
de corre´lation C(t, τ) = 〈Aˆ(t)Bˆ(t+ τ)〉 se fait en trois e´tapes1 :
1. Nous trouvons la de´pendance en τ de la matrice densite´ re´duite effective Λˆ en re´solvant
∂
∂τ
Λˆ(t, τ) = L[Λˆ(t, τ)] avec Λˆ(t, τ) =
(
Λ11(t, τ) Λ12(t, τ)
Λ21(t, τ) Λ22(t, τ)
)
. (F.3.1)
2. Nous trouvons la de´pendance en t de Λˆ en utilisant le fait que Λˆ(t, τ = 0) = ρˆ(t)Aˆ, la
de´pendance temporelle de ρˆ e´tant obtenue en re´solvant
∂
∂t
ρˆ(t) = L[ρˆ(t)] avec ρˆ(t) =
(
ρ11(t) ρ12(t)
ρ21(t) ρ22(t)
)
. (F.3.2)
3. Nous calculons finalement la fonction de corre´lation graˆce a` la formule
C(t, τ) = Trs[Bˆ Λˆ(t, τ)]. (F.3.3)
1. Pour Aˆ et Bˆ agissant sur le syste`me d’inte´reˆt S et pas sur le re´servoir.
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F.4 Calcul de la fonction de corre´lation d’une boˆıte quantique en
interaction avec le champ e´lectromagne´tique
Nous souhaitons calculer la fonction de corre´lation du champ e´mis par une BQ couple´e unique-
ment au champ e´lectromagne´tique. Cette fonction de corre´lation s’e´crit 〈σˆ†(t)σˆ(t+ τ)〉 et apparaˆıt
dans le calcul du spectre e´mis par la boˆıte Eq.(1.3.65). Pour ce calcul, nous utilisons le the´ore`me de
la re´gression quantique en suivant la me´thodologie pre´sente´e dans la partie F.3 et nous rappelons
que σˆ =
(
0
0
1
0
)
et σˆ† =
(
0
1
0
0
)
.
1) De´pendance en τ de Λˆ(t, τ)
Nous commenc¸ons par trouver la de´pendance en τ de Λˆ(t, τ) en utilisant le fait que Λˆ est solution
de la meˆme e´quation maˆıtresse que ρˆ donne´e Eq. (1.3.33) et rappele´ ci-dessous.

dρ11
dt
+ Γρ11 = Γ,
dρ12
dt
+
(
Γ
2
− iωX
)
ρ12 = 0,
dρ21
dt
+
(
Γ
2
+ iωX
)
ρ21 = 0,
dρ22
dt
+ Γρ22 = 0.
(F.4.1a)
Les e´le´ments de matrice de Λ sont donc de la forme
Λ11(t, τ) = 1− C11(t) e−Γτ ,
Λ12(t, τ) = C12(t) e
−(Γ2−iωX)τ ,
Λ21(t, τ) = C21(t) e
−(Γ2 +iωX)τ ,
Λ22(t, τ) = C22(t) e
−Γτ .
(F.4.2a)
2) De´pendance en t de Λˆ(t, τ)
La de´pendance en t de Λˆ est obtenue en utilisant le fait que Λˆ(t, τ = 0) = ρˆ(t)σˆ†, la de´pendance
temporelle de ρˆ e´tant obtenue en re´solvant le syste`me d’e´quation (F.4.1). Nous trouvons que
ρˆ(t)σˆ† =
(
ρ12(t) 0
ρ22(t) 0
)
, (F.4.3)
avec ρ12(t) = 0 et ρ22(t) = e
−Γt puisque nous conside`rons que le syste`me se trouve initialement
dans son e´tat excite´ et donc que ρˆ(t = 0) =
(
0
0
0
1
)
. Nous en de´duisons que
C11(t) = 1, (F.4.4a)
C12(t) = C22(t) = 0, (F.4.4b)
C21(t) = e
−Γt, (F.4.4c)
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ce qui permet d’obtenir les de´pendances temporelles de Λˆ :
Λ11(t, τ) = 1− e−Γτ ,
Λ12(t, τ) = 0,
Λ21(t, τ) = e
−Γt e−(
Γ
2
+iωX)τ ,
Λ22(t, τ) = 0.
(F.4.5a)
3) Calcul de 〈σˆ†(t)σˆ(t+ τ)〉
Enfin, la fonction de corre´lation peut eˆtre calcule´e :
〈σˆ†(t)σˆ(t+ τ)〉 = Trs[σˆ Λˆ(t, τ)]
= Tr
(
Λ21(t, τ) Λ22(t, τ)
0 0
)
(F.4.6)
= Λ21(t, τ), (F.4.7)
et nous obtenons donc finalement
〈σˆ†(t)σˆ(t+ τ)〉 = e−iωXτ e−Γt−Γ2 τ . (F.4.8)
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Annexe G
Couplage aux phonons et fonctions de
corre´lation
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Dans cette annexe, nous calculons les densite´s spectrales [77] pour les couplages, line´aire et
quadratique, entre une BQ, mode´lise´e comme un syste`me a` deux niveaux, et un bain de phonons.
Par la suite, nous calculons les fonctions de corre´lations du bain de phonons pour les deux ordres.
G.1 Couplage line´aire
G.1.1 Calcul de la densite´ spectrale de couplage e´lectron-phonon du 1er ordre
Comme dans le cas du couplage au champ e´lectromagne´tique traite´ dans l’annexe C, nous
calculons ici la densite´ spectrale de couplage (line´aire) de la boˆıte au bain de phonon J
(1)
ph (ν) =∑
k |gk|2δ(ν − νk) [77], qui caracte´rise l’intensite´ du couplage en fonction de l’e´nergie des phonons.
Nous rappelons que le hamiltonien effectif d’interaction avec les phonons du premier ordre donne´
Eq. (3.3.7) s’e´crit,
Hˆ
(1)
e−ph = |X〉〈X|
∑
k
gk
(
bˆ†k + bˆ-k
)
, (G.1.1)
avec
gk = M
k
XX −Mk00
= 〈X|Mk%ˆ(k)|X〉 − 〈0|Mk%ˆ(k)|0〉, (G.1.2)
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ou` Mk = v(k)
√
~νk
2ρc2sL
3 et %ˆ(k) =
∑
j,j′ cˆ
†
j cˆj′
∫
dr ψ∗j (r)ψj′(r)e
ik.r. En remarquant que les e´tats
|0〉 et |X〉 correspondent a` un e´lectron dans la bande de valence et un e´lectron dans la bande de
conduction respectivement, nous obtenons
MkXX = Dc
√
~νk
2ρc2sL
3
∫
dr |ψc(r)|2eik.r, (G.1.3a)
Mk00 = Dv
√
~νk
2ρc2sL
3
∫
dr |ψv(r)|2eik.r, (G.1.3b)
ou` ψv,c(r) sont les fonctions d’onde d’un e´lectron dans les bandes valence et de conduction, et ou`
nous avons suppose´ que le potentiel de de´formation ne de´pend pas de k comme discute´ dans la
partie 3.3.1.1. En supposant un potentiel de confinement parabolique a` syme´trie sphe´rique pour
la BQ, les fonctions d’onde s’e´crivent [160] ψa(r) = (d
2
api)
−3/4 exp (−r2/2d2a) ou` da est la taille
caracte´ristique du confinement, de l’ordre de la taille de la boˆıte. En se´parant les inte´grales (G.1.3)
en trois contributions selon x, y et z, nous obtenons
MkXX =
√
~νk
2ρc2sL
3
Dc e
−( dck2 )
2
, (G.1.4a)
Mk00 =
√
~νk
2ρc2sL
3
Dv e
−( dvk2 )
2
. (G.1.4b)
En supposant une relation de dispersion line´aire pour les phonons, νk = cs|k|, nous obtenons
l’expression de gk,
gk =
√
~νk
2ρc2sL
3
(
Dce
−
(
dcνk
2cs
)2
−Dve−
(
dvνk
2cs
)2)
. (G.1.5)
Finalement, en conside´rant que le confinement est le meˆme dans les bandes de valence et de conduc-
tion, dc = dv = d, et en passant a` la limite continue
∑
k → (L3/2pi2c3s)
∫
dν ν2, nous pouvons
calculer la densite´ spectrale de couplage,
J
(1)
ph (ν) = αν
3e
−
(
ν
νc
)2
, (G.1.6)
avec α = ~(Dc − Dv)2/4pi2ρc5s ou` α/~2 est en s2 et νc =
√
2cs/d la fre´quence de coupure qui
caracte´rise la gamme de phonons interagissant avec la BQ.
G.1.2 Fonction de corre´lation
Nous calculons ici la fonction de corre´lation C(1)ph (t1, t2) = 〈Bˆ−(t1)Bˆ+(t2)〉 du couplage line´aire
aux phonons, ou` Bˆ±(t) = e
i
~ HˆtBˆ±e−
i
~ Hˆt sont les ope´rateurs de de´placement phononique de´finis
dans la partie 3.3.2, en repre´sentation Heisenberg. Comme dans le cas du couplage quadratique aux
phonons et au champ e´lectromagne´tique, nous faisons ici l’approximation de Born, qui consiste a`
supposer que l’influence de la BQ sur le bain de phonons est ne´gligeable (voir partie B.1). Comme
dans la partie B.3.3, cette approximation permet de montrer que C(1)ph (t1, t2) = C(1)ph (t1 − t2) et
entraˆıne que l’e´volution des ope´rateurs du bain de phonons pour le couplage line´aire est ge´ne´re´e
par le Hamiltonien libre (Hˆph) meˆme en repre´sentation Heisenberg. Il en re´sulte que nous calculerons
dans la suite C(1)ph (τ) = 〈Bˆ−(τ)Bˆ+(0)〉 avec Bˆ±(τ) ≈ e
i
~ Hˆphτ Bˆ±e−
i
~ Hˆphτ .
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G.1.2.1 Utilisation des e´tats cohe´rents
Pour le calcul de C(1)ph (τ), il est pratique d’utiliser les e´tats cohe´rents (ou e´tats de Glaubert) [161].
Nous nous proposons ici de faire le lien entre ces e´tats et la fonction de corre´lation a` calculer, ainsi
que de rappeler deux re´sultats utiles pour la suite. Nous avons vu dans la partie 3.3.2 qu’en notant
αk = α
∗
k = gk/~νk,
Bˆ± = e
±∑
k
αkbˆ
†
k−α∗kbˆk
=
∏
k
e
±
(
αkbˆ
†
k−α∗kbˆk
)
=
∏
k
Dk(±αk), (G.1.7)
ou` Dk(α) = e
(αbˆ†−α∗bˆ) est l’ope´rateur cre´ation de l’e´tat cohe´rent |α〉 [162]. Les ope´rateurs Bˆ± sont
donne´s en repre´sentation Hiesenberg par
Bˆ±(τ) ≈ e i~ Hˆphτ Bˆ±e− i~ Hˆphτ
= e
i
~ Hˆphτ
∏
k
Dk(±αk)e−
i
~ Hˆphτ
=
∏
k
e
i
~ HˆphτDk(±αk)e−
i
~ Hˆphτ
=
∏
k
Dk
(±αkeiνkτ) . (G.1.8)
Pour finir, nous rappelons deux proprie´te´s de l’ope´rateur Dk(α) [124],
Dk(α)Dk(β) = Dk(α+ β)e
i Im[αβ?], (G.1.9a)
〈Dk(α)〉 = e−|α|2(nk+1/2), (G.1.9b)
ou` nk = (exp(β~νk) − 1)−1 est le nombre de phonons dans le mode k a` la tempe´rature T , avec
β = 1/kBT .
G.1.2.2 Calcul de la fonction de corre´lation
En utilisant l’Eq. (G.1.8), la fonction de corre´lation devient
C(1)ph (τ) =
〈
Bˆ−(τ)Bˆ+
〉
=
〈∏
k,k’
Dk
(−αkeiνkτ)Dk’ (+αk’)
〉
. (G.1.10)
En supposant que le bain de phonons est initialement a` l’e´quilibre thermique, c’est-a`-dire dans un
e´tat stationnaire, nous montrons que ρˆB(0)|nk〉 ∝ |nk〉. Nous en de´duisons que k = k’ dans le
double produit apparaissant Eq. (G.1.10), ce qui signifie que chaque terme est inde´pendant et donc
la valeur moyenne du produit est le produit des valeurs moyennes,
C(1)ph (τ) =
∏
k
〈
Dk
(−αkeiνkτ)Dk (+αk)〉 . (G.1.11)
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En utilisant les proprie´te´s (G.1.9a) et (G.1.9b) des e´tats cohe´rents, nous obtenons
C(1)ph (τ) =
∏
k
e−i|αk|
2 sin(νkτ)D
(
αk
(
1− e−iνkτ))
=
∏
k
e−i|αk|
2 sin(νkτ) e−|αk|
2|1−e−νkτ |2(nk+1/2). (G.1.12)
En remarquant que nk + 1/2 = coth(β~νk/2)/2, nous montrons que C(1)ph (τ) = eS˜(τ) avec
S˜(τ) =
∑
k
|αk|2
([− 1 + cos (νkτ)] coth(β~νk
2
)
− i sin (νkτ)
)
. (G.1.13)
En utilisant le fait que
∑
k |αk|2 fk =
∫ +∞
0 dν (1/(~ν)
2)f(ν)
∑
k |gk|2 δ(ν−νk) pour f une fonction
quelconque, nous faisons apparaˆıtre la densite´ spectrale de couplage J
(1)
ph (ν) =
∑
k |gk|2δ(ν − νk),
ce qui permet d’e´crire
S˜(τ) =
∫ +∞
0
dν J
(1)
ph (ν)
([− 1 + cos (ντ)] coth(β~ν
2
)
− i sin (ντ)
)
. (G.1.14)
Finalement, en utilisant l’expression obtenue Eq. (G.1.6) de J
(1)
ph (ν), nous obtenons l’expression
finale de la fonction de corre´lation du couplage line´aire aux phonons,
C(1)ph (τ) = B2 eϕ(τ) avec B = e−ϕ(0)/2, (G.1.15)
et
ϕ(τ) =
α
~2
∫ +∞
0
dν ν e
−
(
ν
νc
)2 [
cos(ντ) coth
(
β~ν
2
)
− i sin(ντ)
]
. (G.1.16)
Nous constatons que le seul temps caracte´ristique apparaissant dans C(1)ph (τ) est l’inverse de la
fre´quence de coupure apparaissant dans J
(1)
ph (ν), ce qui indique que les processus d’interaction avec
les phonons se font sur des temps de l’ordre de 1/νc ∼ d/cs, ou` d ∼ 3 nm est de l’ordre de la taille
de la BQ dans la direction ou` elle est la plus petite, et cs = 5110 m/s la vitesse du son dans GaAs.
Nous en de´duisons donc que les processus d’interaction avec les phonons se font sur des temps de
l’ordre de la picoseconde.
G.2 Couplage quadratique
G.2.1 Calcul de la densite´ spectrale de couplage e´lectron-phonon du 2e`me ordre
Nous de´finissons la densite´ spectrale pour le couplage du deuxie`me ordre comme
J
(2)
ph (ν1, ν2) =
∑
k,k’
|fk,k’|2 δ(ν1 − νk) δ(ν2 − νk’). (G.2.1)
Commenc¸ons par obtenir l’expression du coefficient fk,k’ avant de calculer J
(2)
ph (ν1, ν2). Nous avons
vu dans la partie 3.3.1.2 que le hamiltonien effectif de´crivant l’interaction e´lectron-phonon au
deuxie`me ordre est de la forme
Hˆ
(2)
e−ph = |X〉〈X|
∑
k,k′
fk, k’
(
bˆ†k + bˆ-k
)(
bˆ†k’ + bˆ-k’
)
, (G.2.2)
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avec
fk,k’ =
∑
i=x,y,z
(
MkX2iM
k’
2iX
EX − E2 −
Mk0 2iM
k’
2i 0
E0 − E2
)
, (G.2.3)
ou` nous n’avons conserve´ que les termes dominants, qui correspondent au cas m = 2. L’indice
i vient du fait que l’e´tat m = 2 est de syme´trie p et est donc en re´alite´ compose´ de trois e´tats
de´ge´ne´re´s en e´nergie, dont les fonctions d’onde sont donne´es par [160]
ψ2,x(r) =
√
2
d
(
1
pid
)3/4
x e−
r2
2d2 , (G.2.4a)
ψ2,y(r) =
√
2
d
(
1
pid
)3/4
y e−
r2
2d2 , (G.2.4b)
ψ2,z(r) =
√
2
d
(
1
pid
)3/4
z e−
r2
2d2 , (G.2.4c)
en supposant, pour simplifier, que le confinement est le meˆme pour les bandes de valence et de
conduction. Les coefficients MkX2i et M
k
0 2i sont donne´s par
MkX2i = Dc
√
~νk
2ρc2sL
3
∫
dr ψ∗c (r)ψ2,i(r)e
ik.r, (G.2.5a)
Mk0 2i = Dv
√
~νk
2ρc2sL
3
∫
dr ψ∗v(r)ψ2,i(r)e
ik.r, (G.2.5b)
ou` nous avons suppose´ que le potentiel de de´formation ne de´pend pas de k et est celui de la bande
de valence pour Mk02 et celui de la bande de conduction pour M
k
X2. En fait, l’approximation est ici
plus forte puisque contrairement a` MkXX et M
k
00, les coefficients ont une contribution dans deux
e´tats diffe´rents, |X〉 et |2〉 pour MkX2 par exemple. Nous constatons que pour connaˆıtre l’expression
de fk,k’ nous devons calculer des inte´grales du type
Ii =
∫
dr ψ∗(r)ψ2,i(r)eik.r, (G.2.6)
ou` i = x, y, z et ψ(r) = ψc(r) = ψv(r) puisque nous avons suppose´ dc = dv = d. Ces inte´-
grales (G.2.6) se calculent en utilisant les expressions des fonctions d’onde donne´es pre´ce´demment,
et nous obtenons
MkX2i = −
id
2
Dc
√
~νk
ρc2sL
3
ki e
−k2d2
2 , (G.2.7a)
Mk0 2i = −
id
2
Dv
√
~νk
ρc2sL
3
ki e
−k2d2
2 . (G.2.7b)
En notant ∆X = E2 − EX et ∆0 = E2 − E0, nous obtenons finalement l’expression du coefficient
de couplage e´lectron-phonon pour le terme quadratique,
fk,k’ = − ~d
2
4ρc4sV
(
D2v
∆0
− D
2
c
∆X
)√
νkνk’ e
− 1
2
(
νk
νc
)2− 1
2
(
νk’
νc
)2 ∑
m=x,y,z
νmk ν
m
k’, (G.2.8)
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ou` νmk = cskm avec m = x, y, z. Nous pouvons alors calculer la densite´ spectrale pour le couplage
aux phonons du deuxie`me ordre de´finie Eq. (G.2.1), et nous obtenons
J
(2)
ph (ν1, ν2) =
α2µ
4pi~2ν4c
ν31 e
−
(
ν1
νc
)2
ν32 e
−
(
ν2
νc
)2( ∑
m=x,y,z
νm1 ν
m
2
)2
, (G.2.9)
ou` α et νc ont e´te´ de´fini dans la partie pre´ce´dente et ou` le parame`tre µ = 4pi~2
(
D2v
∆0
− D2c∆X
)2
/(Dc−
Dv)
4 (en s2) ne de´pend que des caracte´ristiques du mate´riau.
G.2.2 Fonction de corre´lation
Nous calculons ici la fonction de corre´lation C(2)ph (t) = 〈 ˆ˜B†(t) ˆ˜B(0)〉 du couplage quadratique
aux phonons. Nous voyons Eq. (I.0.4) que ˆ˜B†(t) = e
i
~ HˆphtBˆe−
i
~ Hˆpht avec Hˆph =
∑
k ~νkbˆ
†
kbˆk le
hamiltonien libre du bain de phonons et Bˆ =
∑
k,k’ fk,k’
(
bˆ†k + bˆk
)(
bˆ†k’ + bˆk’
)
l’ope´rateur agissant
sur le bain de phonons dans le terme d’interaction quadratique. La fonction de corre´lation s’e´crit
C(2)ph (t) =
∑
k,k’
∑
l,l’
fk,k’fl,l’
〈(ˆ˜
b†k(t) +
ˆ˜
bk(t)
)(ˆ˜
b†k’(t) +
ˆ˜
bk’(t)
)(
bˆ†l + bˆl
)(
bˆ†l’ + bˆl’
)〉
(G.2.10)
ou`, en utilisant le the´ore`me de Baker-Campbell-Hausdorff pre´sente´ dans l’annexe B.3.2,
ˆ˜
bk(t) =
e
i
~ Hˆphtbˆke
− i~ Hˆpht = bˆk e−iωkt. Les termes non nuls dans l’e´quation pre´ce´dente sont ceux pour lesquels
les ope´rateurs cre´ation et annihilation apparaissent deux fois chacun, et nous devons calculer des
terme de la forme 〈bˆ†kbˆ†k’bˆlbˆl’〉 par exemple, qui a deux contributions : (δk,l δk’,l’ + δk,l’ δk’,l) 〈bˆ†kbˆk〉〈bˆ†k’bˆk’〉.
Nous introduisons la distribution de Bose-Einstein, qui donne le nombre de phonons dans le mode
k a` la tempe´rature T ,
nk = 〈bˆ†kbˆk〉 =
1
e
~νk
kBT − 1
, (G.2.11)
les relations de commutation bosoniques entraˆınant
〈bˆkbˆ†k〉 = nk + 1. (G.2.12)
En conside´rant que la contribution principale au processus de de´phasage est due aux phonons
diffuse´s dans un mode diffe´rent de leur mode initial, c’est-a`-dire k → k’ 6= k et l → l’ 6= l, la
fonction de corre´lation s’e´crit
C(2)ph (t) = 2
∑
k,k’
|fk,k’|2
(
nk e
iνkt + (nk + 1) e
−iνkt
)(
nk’ e
iνk’t + (nk’ + 1) e
−iνk’t
)
. (G.2.13)
En utilisant le fait que pour deux fonctions g et h,
∑
k,k’
|fk,k’|2 g(νk)h(νk’) =
∫∫ +∞
0
dν dν ′
∑
k,k’
|fk,k’|2δ(ν − νk) δ(ν ′ − νk’) g(ν)h(ν ′)
=
∫∫ +∞
0
dν dν ′ J (2)ph (ν, ν
′) g(ν)h(ν ′), (G.2.14)
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nous obtenons finalement,
C(2)ph (t) = 2
∫∫ +∞
0
dν dν ′ J (2)ph (ν, ν
′)
(
n(ν) eiνt + (n(ν) + 1) e−iνt
)(
n(ν ′) eiν
′t + (n(ν ′) + 1) e−iν
′t
)
(G.2.15)
Nous remarquons que le seul temps caracte´ristique τB intervenant dans C(2)ph (t) est l’inverse de
la fre´quence de coupure apparaissant dans J
(2)
ph (ν, ν
′), ce qui donne τB ∼ 1/νc ∼ d/cs ou` d ∼
3 nm et cs = 5110 m/s. Nous en de´duisons que τB est de l’ordre de la picoseconde, ce qui justifie
l’approximation se´culaire de la partie 3.3.3.1, ainsi que le fait que les processus d’interaction avec
les phonons se font sur des temps de l’ordre de la picoseconde.
G.2.3 Calcul du coefficient de de´phasage pur
Nous voyons dans l’annexe I que le coefficient de de´phasage pure est relie´ a` la fonction de
corre´lation par
γpd =
1
2~2
∫ +∞
−∞
dt C(2)ph (t). (G.2.16)
En utilisant l’expression de C(2)ph (t) obtenue Eq. (G.2.15), le re´sultat
∫ +∞
−∞ dt e
i(ν−ν′)t = 2pi δ(ν− ν ′),
et le fait que ν et ν ′ sont positives, nous obtenons
γpd =
2pi
~2
∫∫ +∞
0
dν dν ′ J (2)ph (ν, ν
′)
[
n(ν)(n(ν ′) + 1) + (n(ν) + 1)n(ν ′)
]
δ(ν − ν ′)
=
4pi
~2
∫ +∞
0
dν J
(2)
ph (ν, ν)n(ν)(n(ν) + 1). (G.2.17)
Nous avons vu Eq. (G.2.9) que J
(2)
ph (ν, ν) =
α2µ
4pi~2ν4c
ν10 e
−2
(
ν
νc
)2
, ce qui nous donne finalement
γpd =
α2µ
~4ν4c
∫ +∞
0
dν ν10 e
−2
(
ν
νc
)2
n(ν)(n(ν) + 1). (G.2.18)
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Annexe H
Transformation polaron
Dans cette annexe, nous donnons le de´tail des calculs permettant de re´aliser la transformation
dite polaron sur le hamiltonien total du syste`me conside´re´, qui prend en compte l’interaction avec
champ e´lectromagne´tique, ainsi que le couplage line´aire et quadratique aux phonons. La transfor-
mation polaron est une transformation unitaire donne´e par
OˆP = e
SˆOˆe−Sˆ avec Sˆ = σˆ†σˆ
∑
k
αk(bˆ
†
k − bˆk). (H.0.1)
Pour rappel, le hamiltonien du syste`me conside´re´ dans la partie 3.3 est donne´ par
Hˆ = −~ω˜X
2
σˆz +
∑
n,λ
~ωnaˆ†n,λaˆn,λ +
∑
k
~νkbˆ†kbˆk +
∑
n,λ
(
fn,λaˆn,λσˆ
† + f∗n,λaˆ
†
n,λσˆ
)
+σˆ†σˆ
∑
k
gk
(
bˆ†k + bˆk
)
+ σˆ†σˆ
∑
k,k’
fk,k’
(
bˆ†k + bˆk
)(
bˆ†k’ + bˆk’
)
. (H.0.2)
Pour commencer, remarquons que puisque σˆz et aˆn commutent avec Sˆ, ces ope´rateurs sont
inchange´s sous la transformation polaron. Poursuivons en calculant l’expression de σˆP , l’ope´rateur
destruction d’une paire e´lectron-trou dans la boˆıte sous la transformation polaron,
σˆP = e
Sˆ σˆe−Sˆ
=
∞∑
n=0
Cn(Sˆ, σˆ)
n!
, (H.0.3)
ou` Cn(Sˆ, σˆ) =
[
Sˆ, ...
[
Sˆ, σˆ
]
...
]
a n commutateurs et ou` C0(Sˆ, σˆ) = Oˆ. En utilisant le fait que
[Sˆ, σˆ] = −Cˆσˆ, nous montrons que
C2n(Sˆ, σˆ) = Cˆ
2nσˆ (n > 0), (H.0.4a)
C2n+1(Sˆ, σˆ) = −Cˆ2n+1σˆ (n ≥ 0), (H.0.4b)
ce qui nous permet d’obtenir l’expression voulue,
σˆP = σˆ
∞∑
n=0
(−1)n Cˆ
n
n!
= σˆBˆ−, (H.0.5)
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ou` nous avons de´fini l’ope´rateur de de´placement phononique Bˆ− = e−Cˆ .
De meˆme, en commenc¸ant par montrer que [Sˆ, bˆk] = −αkσˆ†σˆ, nous obtenons que ∀n ≥ 2, Cn(Sˆ, bˆk) =
0 et nous en de´duisons que
bˆPk = bˆk − αkσˆ†σˆ, (H.0.6)
qui est l’expression de l’ope´rateur destruction d’un phonon dans le mode k sous la transformation
polaron.
En choisissant αk = gk/~νk et en remarquant que fk,k’ = fk’,k, le hamiltonien s’exprime sous
la transformation polaron
HˆP = −~ωX
2
σˆz +
∑
n,λ
~ωnaˆ†n,λaˆn,λ +
∑
n,λ
(
fn,λaˆn,λσˆ
†
P + f
∗
n,λaˆ
†
n,λσˆP
)
+
∑
k
~νkbˆ†kbˆk − σˆ†σˆ
∑
k
g2k
~νk
+ σˆ†σˆ
∑
k,k’
fk,k’
(
bˆ†k + bˆk
)(
bˆ†k’ + bˆk’
)
−4 σˆ†σˆ
∑
k
(∑
k’
fk,k’
gk’
~νk’
)(
bˆ†k + bˆk
)
+4 σˆ†σˆ
∑
k
(∑
k’
fk,k’
gk’
~νk’
)
gk
~νk
, (H.0.7)
ou` nous avons utilise´ le fait que σˆ†P σˆP = σˆ
†σˆ, qui signifie que la population de l’e´tat excite´ est
inchange´e sous la transformation polaron. Nous commenc¸ons par montrer que, pour des raisons de
syme´trie, les deux derniers termes de HˆP sont nuls. En utilisant les e´quations (3.3.8, G.2.8), nous
pouvons e´crire, dans le cas ou` le confinement des porteurs est suppose´ identique quelque soit le
niveau e´lectronique,
gk’ = A
√
νk’ e
− 1
2
(
νk’
νc
)2
, (H.0.8a)
fk,k’ = B
√
νk’ e
− 1
2
(
νk’
νc
)2 ∑
m=x,y,z
νmk ν
m
k’, (H.0.8b)
ou` A et B sont des constantes inde´pendantes de k’. En e´crivant
νxk’ = k
′c sin θk’ sinϕk’, (H.0.9a)
νyk’ = k
′c sin θk’ cosϕk’, (H.0.9b)
νzk’ = k
′c cos θk’, (H.0.9c)
avec (k′, θk’, ϕk’) les composantes de k’ en coordonne´es sphe´riques, et en passant a` la limite continue∑
k → (L3/2pi2)
∫
dk k2, nous obtenons∑
k’
fk,k’
gk’
~νk’
=
ABcV
8pi3~
∫ +∞
0
dk′
∫ pi
0
dθ
∫ 2pi
0
dϕ k′3 sin θ
[
νxk sin θ cosϕ+ ν
y
k sin θ sinϕ+ ν
z
k cos θ
]
= 0, (H.0.10)
a` cause des inte´grales sur ϕ et θ. Ceci justifie que les deux derniers termes de (H.0.7) sont nuls.
De plus, en remarquant que σˆ†σˆ = 12(1− σˆz) et en notant l’e´nergie
∑
k
g2k
~νk = ~ωα, nous avons
−~ωX
2
σˆz − σˆ†σˆ
∑
k
g2k
~νk
= −~ωα
2
1− ~(ωX − ωα)
2
σˆz. (H.0.11)
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En rede´finissant l’origine des e´nergies en −~ωα/2 et en renormalisant l’e´nergie de la BQ en notant
ω˜X = ωX − ωα, le hamiltonien du syste`me sous la transformation polaron s’e´crit finalement
HˆP = −~ω˜X
2
σˆz +
∑
n,λ
~ωnaˆ†n,λaˆn,λ +
∑
k
~νkbˆ†kbˆk
+
∑
n,λ
(
fn,λaˆn,λσˆ
†
P + f
∗
n,λaˆ
†
n,λσˆP
)
+ σˆ†σˆ
∑
k,k’
fk,k’
(
bˆ†k + bˆk
)(
bˆ†k’ + bˆk’
)
. (H.0.12)
Nous constatons que la transformation polaron nous a bien permis de s’affranchir du terme de
couplage line´aire aux phonons. En contrepartie, les ope´rateurs cre´ation et destruction d’une paire
e´lectron-trou dans la BQ sont ”habille´s” par les phonons,
σˆP = σˆBˆ−, (H.0.13a)
σˆ†P = σˆ
†Bˆ+, (H.0.13b)
avec Bˆ± = e±Cˆ l’ope´rateur de de´placement phononique ou` Cˆ =
∑
k
gk
~νk (bˆ
†
k − bˆk). Notons tout de
meˆme que la fre´quence propre de la BQ a e´te´ renormalise´e, ce qui est sans importance et, afin de
simplifier les notations dans le texte principal, nous ne noterons plus le tilde sur ωX .
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Annexe I
Formalisme de Lindblad pour le
couplage quadratique aux phonons
Nous avons vu dans la partie 3.3.3.1 que l’e´quation maˆıtresse en repre´sentation interaction et
sous la transformation polaron est de la forme
d ˆ˜ρs
dt
= ΓLσˆ[ ˆ˜ρs] +D(2)ph [ ˆ˜ρs], (I.0.1)
ou` LOˆ[ ˆ˜ρs] = Oˆ ˆ˜ρsOˆ†− 12{Oˆ†Oˆ, ˆ˜ρs} et ou` Γ est le taux de recombinaison radiatif. En notant Hˆ
(2)
e−ph,P
le hamiltonien d’interaction e´lectron-phonon quadratique sous la transformation polaron, nous pou-
vons e´crire Hˆ
(2)
e−ph,P = AˆBˆ avec cette fois Aˆ = σˆ
†σˆ et Bˆ =
∑
k,k’ fk,k’
(
bˆ†k+bˆk
)(
bˆ†k’+bˆk’
)
. L’ope´rateur
D
(2)
ph [
ˆ˜ρs] est alors de la forme
D
(2)
ph [
ˆ˜ρs] =
∑
ω
γ(ω)
[
Aˆ(ω)ˆ˜ρsAˆ
†(ω)− 1
2
{Aˆ†(ω)Aˆ(ω), ˆ˜ρs(t)}
]
, (I.0.2)
ou` comme dans la partie 1.3.3.3,
Aˆ(ω) =
∑
~ω=′−
Πˆ()Aˆ Πˆ(′), (I.0.3)
avec Πˆ() le projecteur sur le sous-espace propre associe´ a` la valeur propre  de HˆQD. Le coefficient
γ(ω) est donne´ par
γ(ω) =
1
~2
∫ +∞
−∞
ds eiωs〈 ˆ˜B†(s) ˆ˜B(0)〉 avec ˆ˜B(t) = e i~ HˆphtBˆe− i~ Hˆpht. (I.0.4)
Nous constatons que γ(ω) est proportionnel a` la transforme´e de Fourier de la fonction de corre´lation
du re´servoir pour le couplage quadratique C(2)ph (t) = 〈 ˆ˜B†(t) ˆ˜B(0)〉. Ici, les ope´rateurs Aˆ(ω) s’e´crivent
Aˆ(ωX) = Πˆ0σˆ
†σˆΠˆX = 0, (I.0.5a)
Aˆ(−ωX) = ΠˆX σˆ†σˆΠˆ0 = 0, (I.0.5b)
Aˆ(0) = ΠˆX σˆ
†σˆΠˆX + Πˆ0σˆ†σˆΠˆ0 = σˆ†σˆ. (I.0.5c)
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La condition initiale de l’e´quation maˆıtresse (B.3.10) est bien ve´rifie´e puisqu’en supposant que la
boˆıte est initialement dans son e´tat excite´, nous avons pour tout ω, [Aˆ(ω), ρˆ(0)] = 0. De plus,
D
(2)
ph [
ˆ˜ρs] = γ(0)Lσˆ†σˆ[ ˆ˜ρs] avec γ(0) =
1
~2
∫ +∞
−∞
ds 〈 ˆ˜B†(s) ˆ˜B(0)〉. (I.0.6)
Nous noterons γ(0) = 2γpd pour pure dephasing, puisque nous constatons dans le texte principal que
ce coefficient entraˆıne un e´largissement homoge`ne de la raie de luminescence, contrairement au cou-
plage line´aire aux phonons qui change la forme de la raie de luminescence avec l’apparition des PSB.
Le calcul de la fonction de corre´lation du couplage quadratique aux phonons C(2)ph (t) = 〈 ˆ˜B†(t) ˆ˜B(0)〉
ainsi que celui de γpd est re´alise´ dans l’annexe G.2, et l’e´quation maˆıtresse en repre´sentation inter-
action se met finalement sous la forme
d ˆ˜ρs
dt
= ΓLσˆ[ ˆ˜ρs] + 2γpdLσˆ†σˆ[ ˆ˜ρs], (I.0.7)
avec γpd donne´ par
γpd =
α2µ
~4ν4c
∫ +∞
0
dν ν10 e
−2
(
ν
νc
)2
n(ν)(n(ν) + 1), (I.0.8)
ou` n(ν) est la distribution de Bose-Einstein. Enfin, en remarquant que e−
i
~ HˆQDtLσˆ†σˆ[ ˆ˜ρs]e
i
~ HˆQDt =
Lσˆ†σˆ[ρˆs], il est possible d’exprimer l’e´quation maˆıtresse en repre´sentation Schro¨dinger comme nous
l’avons fait dans la partie 1.3.3.3,
dρˆs
dt
= − i
~
[HˆQD, ρˆ] + ΓLσˆ[ρˆs] + 2γpdLσˆ†σˆ[ρˆs]. (I.0.9)
avec LOˆ[ρˆs] = OˆρˆsOˆ† − 12{Oˆ†Oˆ, ρˆs} et HˆQD = −~ωX2 σˆz.
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Dans cette annexe, nous pre´sentons le calcul de l’indiscernabilite´ des photons e´mis par une BQ
en prenant en compte le couplage line´aire et quadratique au bain de phonons, ainsi que le filtrage
spectral d’une partie des PSB, duˆ a` la cavite´ a` miroirs de Bragg dans laquelle sont inse´re´es les BQ.
J.1 Indiscernabilite´ dans le domaine fre´quentiel
Nous avons vu Eq. (3.2.19) que l’indiscernabilite´ des photons e´mis par une BQ est de la forme,
I =
∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ |〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t)〉|2∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ 〈Eˆ(−)(t)Eˆ(+)(t)〉 〈Eˆ(−)(t+τ)Eˆ(+)(t+τ)〉
. (J.1.1)
Afin de prendre en compte le filtrage spectral de la cavite´ a` miroirs de Bragg, nous exprimons I
dans le domaine fre´quentiel [163] en de´finissant le spectre a` deux couleurs,
S(ω, ν) =
〈
Eˆ(−)(ω)Eˆ(+)(ν)
〉
avec Eˆ(±)(ω) =
∫ +∞
0
dt e±iωtEˆ(±)(t). (J.1.2)
Nous de´finissons de plus
I˜ = P−2
∫ +∞
−∞
dω
∫ +∞
−∞
dν |S(ω, ν)|2, (J.1.3)
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ou` P =
∫ +∞
−∞ dω S(ω, ω), et nous allons montrer que I˜ = I. En utilisant le fait que
∫ +∞
−∞ dω e
iω(t−t′) =
2pi δ(t− t′), I˜ se met sous la forme
I˜ =
∫ +∞
0 dt1
∫ +∞
0 dt2 |〈Eˆ(−)(t1)Eˆ(+)(t2)〉|2∫ +∞
0 dt1
∫ +∞
0 dt2 〈Eˆ(−)(t1)Eˆ(+)(t1)〉 〈Eˆ(−)(t2)Eˆ(+)(t2)〉
.
(J.1.4)
Nous observons que la seule diffe´rence entre l’expression de I˜ obtenue ci-dessus et celle de I
Eq.(3.3.41), vient du fait que les variables d’inte´gration sont diffe´rentes. Afin de montrer l’e´ga-
lite´ voulue, il est utile de noter
fN (t1, t2) = |〈Eˆ(−)(t1)Eˆ(+)(t2)〉|2, (J.1.5a)
fD(t1, t2) = 〈Eˆ(−)(t1)Eˆ(+)(t1)〉 〈Eˆ(−)(t2)Eˆ(+)(t2)〉, (J.1.5b)
et de remarquer que fN/D(t1, t2) = fN/D(t2, t1). Nous avons alors I˜ = I˜N/I˜D avec I˜N/D =∫ +∞
0 dt1
∫ +∞
0 dt2 fN/D(t1, t2) ou` l’inte´grale est prise sur le quart de plan (t1 > 0, t2 > 0), sche´matise´
par la zone grise´e Figure J.1 (a).
t1
t2a)
t
t + b)
Figure J.1 – Zones d’inte´gration apparaissant dans le calcul de l’indiscernabilite´ sous la forme
I˜ Eq. (J.1.4) (a) et sous la forme I Eq. (J.1.1) (b).
Dans le cas de I, nous avons I = IN/ID avec IN/D =
∫ +∞
0 dt
∫ +∞
0 dτ fN/D(t, t + τ). La
diffe´rence avec ce qui pre´ce`de vient du fait qu’ici t et τ n’apparaissent pas inde´pendamment mais
sous la forme t et t + τ , ce qui revient a` prendre l’inte´grale sur le demi-quart de plan sche´matise´
Figure J.1 (b) et de´fini par (t1 > 0, t2 > t1). Comme fN/D(t1, t2) = fN/D(t2, t1), nous en de´duisons
que I˜N/D = 2IN/D ce qui justifie que I˜ = I et donc que
I = P−2
∫ +∞
−∞
dω
∫ +∞
−∞
dν |S(ω, ν)|2. (J.1.6)
J.2 Prise en compte du filtrage spectral de la cavite´
Afin de prendre en compte le filtrage duˆ a` la cavite´, il est ne´cessaire de remplacer le champ
Eˆ(+)(ω) dans l’expression de S(ω, ν) par h(ω) Eˆ(+)(ω) ou` h(ω) est la re´ponse spectrale de la cavite´
qui s’e´crit
h(ω) =
κ/2
κ/2 + i(ω − ωcav) , (J.2.1)
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avec κ la largeur a` mi-hauteur de la cavite´ et ωcav la fre´quence centrale de la fonction de re´ponse de
la cavite´. Le spectre a` deux couleurs re´ellement mesure´ par nos appareils de mesure et intervenant
dans l’e´quation. (J.1.6) s’e´crit alors
S(ω, ν) = h?(ω)h(ν)
〈
Eˆ(−)(ω)Eˆ(+)(ν)
〉
= h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt1
∫ +∞
0
dt2
〈
Eˆ(−)(t1)Eˆ(+)(t2)
〉
e−iωt1 eiνt2 . (J.2.2)
Nous donnons Figure 3.17 dans le texte principal et en e´chelle log, l’allure du spectre e´mis par la
BQ donne´ par les e´quations (3.3.37) et (3.3.40), ainsi que la re´ponse spectrale de la cavite´. Nous
constatons qu’une partie des PSB est bien filtre´e par la cavite´ et qu’il est ne´cessaire de prendre en
compte cet effet dans le calcul de l’indiscernabilite´.
J.3 Se´paration des contributions de la raie ze´ro phonon et des
ailes phonon
Nous utilisons ici, comme dans la partie 3.3.4.1, le fait que les temps caracte´ristiques associe´s a` la
relaxation des phonons d’une part, et a` l’e´mission d’un photon d’autre part sont tre`s diffe´rents. La
fonction de corre´lation du champ e´lectrique peut alors se factoriser sous la forme (3.3.30) rappele´e
ci-dessous, en une partie ZPL et une partie PSB,〈
Eˆ(−)(t+ τ)Eˆ(+)(t)
〉
= |K|2g(1)P (t+ τ, t) C(1)ph (τ), (J.3.1)
ou` nous avons utilise´ le fait que C(1)ph (t+ τ, t) = C(1)ph (τ). En e´crivant C(1)ph (τ) = B2 eϕ(τ) ou` ϕ(τ) est
donne´ Eq. (3.3.33), le spectre a` deux couleurs de´fini Eq. (J.1.2) s’e´crit
S(ω, ν) = |K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt1
∫ +∞
0
dt2 g
(1)
P (t1, t2) e
ϕ(t1−t2) e−iωt1 eiνt2 . (J.3.2)
En e´crivant, comme dans la partie 3.3.4.2, eϕ(t1−t2) = 1 + eϕ(t1−t2) − 1, nous obtenons S(ω, ν) =
SZPL(ω, ν) + SPSB(ω, ν) avec
SZPL(ω, ν) = |K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt1
∫ +∞
0
dt2 g
(1)
P (t1, t2) e
−iωt1 eiνt2 , (J.3.3a)
SPSB(ω, ν) = |K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt1
∫ +∞
0
dt2 g
(1)
P (t1, t2)
(
eϕ(t1−t2)−1
)
e−iωt1 eiνt2 .
(J.3.3b)
Nous constatons donc qu’il est possible de se´parer la contribution de la ZPL et celle des PSB. Nous
allons a` pre´sent e´crire SZPL(ω, ν) et SPSB(ω, ν) sous une forme plus pratique pour la suite, en
faisant le changement de variable (t1, t2)→ (t+ τ, t). Pour cela, nous de´finissons [163],
SZPL(ω, ν) = |K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ ei(ν−ω)te−iωτg(1)P (t+ τ, t), (J.3.4a)
SPSB(ω, ν) = |K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ ei(ν−ω)te−iωτg(1)P (t+ τ, t)
(
eϕ(τ)−1
)
.(J.3.4b)
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Nous allons montrer que SZPL(ω, ν) = SZPL(ω, ν) +S
?
ZPL(ν, ω) et nous en de´duirons la relation
similaire pour SPSB(ω, ν). En re´alisant le changement de variable t1 = t + τ et t2 = t (qui a un
jacobien de 1), nous obtenons
SZPL(ω, ν) = |K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt2
∫ +∞
t2
dt1 e
−iωt1eiνt2g(1)P (t1, t2), (J.3.5)
ou` l’inte´grale est prise sur le demi quart de plan comme sche´matise´ Figure J.2 (a). En faisant le
changement de variable t1 ↔ t2 et en utilisant le fait que g(1)∗P (t1, t2) = g(1)P (t2, t1), nous montrons
que
S ?ZPL(ν, ω) = |K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt1
∫ +∞
t1
dt2 e
−iωt1eiνt2g(1)P (t1, t2), (J.3.6)
ou` l’inte´grale est prise sur le demi quart de plan comme sche´matise´ Figure J.2 (b). Nous constatons
donc que dans SZPL(ω, ν) + S
?
ZPL(ν, ω), l’inte´grale est prise sur le quart de plan tout entier
correspondant a` t1 > 0 et t2 > 0, ce qui est aussi le cas dans l’expression de SZPL(ω, ν) Eq. (J.3.3a).
Nous en de´duisons finalement que
SZPL(ω, ν) = SZPL(ω, ν) +S
?
ZPL(ν, ω). (J.3.7)
Par un raisonnement similaire et en utilisant le fait que
(
eϕ(t1−t2)−1)∗ = (eϕ(t2−t1)−1), nous mon-
trons que
SPSB(ω, ν) = SPSB(ω, ν) +S
?
PSB(ν, ω). (J.3.8)
t1
t2a)
t1
t2b)
Figure J.2 – Zones d’inte´grations apparaissant dans l’expression de SZPL(ω, ν) Eq. (J.3.5)
(a) et dans celle de S ?ZPL(ω, ν) Eq. (J.3.6) (b) .
Ainsi, nous avons bien montre´ que S(ω, ν) = SZPL(ω, ν) + SPSB(ω, ν), ces spectres a` deux
couleurs e´tant donne´s par
SZPL(ω, ν) = SZPL(ω, ν) +S
?
ZPL(ω, ν), (J.3.9a)
SPSB(ω, ν) = SPSB(ω, ν) +S
?
PSB(ω, ν), (J.3.9b)
ou`
SZPL(ω, ν)=|K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ ei(ν−ω)te−iωτg(1)P (t+τ, t), (J.3.10a)
SPSB(ω, ν)=|K|2B2h?(ω)h(ν)
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ ei(ν−ω)te−iωτg(1)P (t+τ, t)
(
eϕ(τ)−1
)
.(J.3.10b)
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Nous observons donc que le spectre a` deux couleurs peut se mettre sous la forme de deux contribu-
tions, une associe´e a` la ZPL (SZPL), qui prend en compte le couplage au champ e´lectromagne´tique
ainsi que le couplage quadratique au bain de phonon, une autre associe´e aux PSB (SPSB), prenant
en compte le couplage line´aire au bain de phonons. Ceci est similaire a` la partie 3.3.4 du texte
principal ou` nous avons montre´ que le spectre d’e´mission d’une BQ est aussi la somme de ces deux
meˆmes contributions.
J.4 Retour au calcul de l’indiscernabilite´
En utilisant l’expression (J.1.6) de l’indiscernabilite´ et le fait que S(ω, ν) = SZPL(ω, ν) +
SPSB(ω, ν), nous avons
I = P−2
∫ +∞
−∞
dω
∫ +∞
−∞
dν |SZPL(ω, ν) + SPSB(ω, ν)|2, (J.4.1)
avec P = PZPL + PPSB ou` PZPL/PSB =
∫ +∞
−∞ dω SZPL/PSB(ω, ω). La contribution des PSB se
faisant a` des e´nergies diffe´rentes de celle de la ZPL, elles ne contribuent pas a` l’indiscernabilite´ de
telle sorte que
I ≈ P−2
∫ +∞
−∞
dω
∫ +∞
−∞
dν |SZPL(ω, ν)|2. (J.4.2)
En remarquant que la prise en compte de l’interaction quadratique avec les phonons a pour unique
conse´quence de transformer Γ/2 en Γ/2 + γpd lorsque l’on passe du syste`me d’e´quations (1.3.60)
a` (3.3.25), nous obtenons l’expression de g
(1)
P (t+τ, t) a` partir de l’Eq. (1.3.66),
g
(1)
P (t+τ, t) = e
iωXτ e−Γt e−(
Γ
2
+γpd)τ . (J.4.3)
Nous obtenons alors, graˆce aux e´quations (J.3.9a) et (J.3.10a), le spectre a` deux couleurs pour la
partie ZPL
SZPL(ω, ν) = |K|2B2h?(ω)h(ν) Γ+2γpd + i(ω − ν)
[Γ− i(ν−ω)] [Γ2 +γpd − i(ωx−ω)] [Γ2 +γpd + i(ωx−ν)] (J.4.4)
qui a bien une forme lorentzienne si ν = ω en accord avec Eq. (3.3.37), et nous constatons ici
aussi que la prise en compte du couplage quadratique aux phonons a pour conse´quence d’e´largir la
luminescence de la ZPL. En remarquant que la largeur de la ZPL (∼ 1µeV) est tre`s petite devant
la largeur a` mi-hauteur de la re´ponse spectrale de la cavite´ (quelques meV voir Figure 3.17), il est
possible de conside´rer que la fonction de re´ponse de la cavite´ est constante a` l’e´chelle de la ZPL.
Les e´quations (J.4.2) et (J.4.4) donnent alors [121, 163]
I = 4pi
2
Γ(Γ + 2γpd)
P−2 |K|4B4 |h(ωX)|4. (J.4.5)
J.5 Coefficient de filtrage de la cavite´
Afin d’obtenir une expression finale de l’indiscernabilite´, il nous reste a` calculer le facteur P appa-
raissant dans l’Eq. (J.4.5), donne´ par P = PZPL+PPSB avec PZPL/PSB =
∫ +∞
−∞ dω SZPL/PSB(ω, ω).
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Nous obtenons la partie ZPL a` partir de l’Eq. J.4.4, en conside´rant comme dans la partie pre´ce´dente,
que la ZPL est filtre´e de manie`re homoge`ne par la cavite´,
PZPL =
2pi
Γ
|K|2B2 |h(ωX)|2. (J.5.1)
Pour PPSB, la difficulte´ vient du fait que cette fois la fonction de re´ponse spectrale de la cavite´
varie sur une e´chelle comparable a` celle des PSB, et nous ne pouvons donc plus faire l’approximation
pre´ce´dente. Nous de´finissons alors P 0PSB, qui correspond a` PPSB dans le cas ou` les PSB ne seraient
pas filtre´es, ainsi que F le parame`tre de filtrage de la cavite´ de telle sorte que
PPSB = FP
0
PSB et F =
PPSB
P 0PSB
. (J.5.2)
En remarquant que, comme dans la partie 3.3.4.2, la de´croissance de g
(1)
P (t+τ, t) donne´e Eq. (3.3.31)
pour la variable τ se fait sur un temps 1/Γ de l’ordre de la nanoseconde tre`s long devant le temps
caracte´ristique de de´croissance de eϕ(τ) − 1, il est possible de prendre cette contribution constante
dans l’inte´grale, de telle sorte que
SPSB(ω, ω) = |K|2B2|h(ω)|2
∫ +∞
0
dt
∫ +∞
0
dτ ei(ωX−ω)τ e−Γt
(
eϕ(τ) − 1
)
=
|K|2B2
Γ
|h(ω)|2
∫ +∞
0
dτ ei(ωX−ω)τ
(
eϕ(τ) − 1
)
≈ |K|
2B2
Γ
|h(ω)|2
∫ +∞
0
dτ ei(ωX−ω)τϕ(τ) (J.5.3)
ou`, comme dans l’Eq. (3.3.38), la dernie`re e´galite´ a e´te´ obtenue en ne conservant que les termes
d’ordre ze´ro en ϕ(τ), ce qui est valable dans la gamme de tempe´rature ou` nous travaillons. Nous
en de´duisons que la partie PSB du spectre de luminescence est donne´e par
SPSB(ω, ω) = 2Re [SPSB(ω, ω)]
=
2|K|2B2
Γ
|h(ω)|2
∫ +∞
0
dτ Re
[
ei(ωX−ω)τϕ(τ)
]
. (J.5.4)
En utilisant l’expression de ϕ(τ) donne´e Eq. (3.3.33), en de´composant ei(ωX−ω)τ dans le plan com-
plexe, et en utilisant le fait que
∫∞
0 dτ e
−(ω−ω′)τ = pi δ(ω − ω′), nous obtenons
SPSB(ω, ω) =
2piα
~2Γ
|K|2B2|h(ω)|2(ω − ωX) e−
(
ω−ωX
νc
)2 [
coth
(
β~(ω − ωX)
2
)
− 1
]
, (J.5.5)
et nous retrouvons une expression du spectre de luminescence pour la partie PSB identique a`
l’Eq. (3.3.40), mais en prenant en compte cette fois le filtrage de la cavite´. Finalement, PPSB
s’obtient en inte´grant sur ω, ce qui donne
PPSB =
2piα
~2Γ
|K|2B2
∫ +∞
−∞
dω |h(ω + ωX)|2ω e−
(
ω
νc
)2 [
coth
(
β~ω
2
)
− 1
]
. (J.5.6)
Une expression de P 0PSB s’obtient en prenant |h(ω+ωX)|2 = 1 dans l’e´quation pre´ce´dente, de telle
sorte que
F =
∫ +∞
−∞ dω |h(ω + ωX)|2ω e
−
(
ω
νc
)2 [
coth
(
β~ω
2
)
− 1
]
∫ +∞
−∞ dω ω e
−
(
ω
νc
)2 [
coth
(
β~ω
2
)
− 1
] . (J.5.7)
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En remarquant que
∫ +∞
−∞ dω ω e
−
(
ω
νc
)2
= 0 puisque la fonction inte´gre´e est impaire, nous obtenons
finalement
F =
∫ +∞
−∞ dω |h(ω + ωX)|2ω e
−
(
ω
νc
)2 [
coth
(
β~ω
2
)
− 1
]
∫ +∞
−∞ dω ω e
−
(
ω
νc
)2
coth
(
β~ω
2
) . (J.5.8)
Pour le calculer P 0PSB =
∫ +∞
−∞ dω S
0
PSB(ω, ω) sous une forme plus compacte, nous utilisons
l’expression de SPSB(ω, ω) donne´e Eq. (J.3.3b), ainsi que le fait que
g
(1)
P (t1, t2) = e
iωX(t1−t2) e−Γt2 e−(
Γ
2
+γpd)(t1−t2). (J.5.9)
En ne´gligeant ici aussi la de´croissance en (t1−t2) de g(1)P (t1, t2) par rapport a` celle de
(
eϕ(t1−t2)−1),
nous avons, en prenant |h(ω)| = 1,
S0PSB(ω, ω) = |K|2B2
∫ +∞
0
dt1
∫ +∞
0
dt2 e
i(ωX−ω)(t1−t2)e−Γt2
(
eϕ(t1−t2) − 1
)
. (J.5.10)
En utilisant le fait que
∫ +∞
−∞ dω e
i(ωX−ω)(t1−t2) = 2pi δ(t1 − t2), nous obtenons
P 0PSB = 2pi|K|2B2
∫ +∞
0
dt1
∫ +∞
0
dt2 e
−Γt2
(
eϕ(t1−t2) − 1
)
δ(t1 − t2)
= 2pi|K|2B2
∫ +∞
0
dt e−Γt
(
eϕ(0) − 1
)
=
2pi
Γ
|K|2B2
(
eϕ(0) − 1
)
. (J.5.11)
En se souvenant que B = e−ϕ(0)/2 (voir Eq. (3.3.32)), nous avons finalement
P 0PSB =
2pi
Γ
|K|2(1−B2). (J.5.12)
Pour conclure, en utilisant l’expression de I donne´e (J.4.5), celle de PZPL Eq. (J.5.1), ainsi que
celle de PPSB Eq. (J.5.2) et de P
0
PSB Eq. (J.5.12), nous obtenons l’expression de l’indiscernabilite´
des photons e´mis par une BQ et mesure´e dans un dispositif de type HOM, en prenant en compte
le filtrage de la cavite´ dans laquelle est inse´re´e la BQ,
I = Γ
Γ + 2γpd
[
B2|h(ωX)|2
B2|h(ωX)|2 + F(1−B2)
]2
. (J.5.13)
Nous pouvons ve´rifier que dans le cas ou` nous ne prenons pas en compte le filtrage spectral de la
cavite´, c’est-a`-dire lorsque F = 1 et h(ωX = 1), nous retrouvons l’expression (3.3.48) obtenue dans
le texte principal.
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